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1.1 Zur Geschichte der Teilchenphysik
Das Ziel der Physik ist die Erforschung der Bestandteile der unbelebten Materie, ihre
Eigenschaften und ihr Verhalten zu bestimmen und die Wechselwirkungen dieser Bausteine
untereinander zu untersuchen.
Ein weiteres Ziel neben diesen Untersuchungen, die fur sich genommen nur ein reines
Ansammeln von Erfahrungswerten oder Zahlenmaterial waren, ist das Verstandnis der
Ergebnisse dieser Experimente oder zumindest der Konstruktion von Modellen, die diese
Resultate untereinander in moglichst einfache Beziehungen setzen. Die Idealvorstellung
ware die Vorhersage des Ausgangs aller Experimente, die Horrorvorstellung eine
"
Theorie\,
die keine Vorhersage uber den Ausgang neuer Experimente erlaubt und in die die Erfahrung
aller bisherigen Experimente einiet.
Quantitativ formuliert ware der Idealfall eine Theorie, die von keinen Parametern
abhangt, die man durch eine Messung festlegen musste. Das andere Extrem ware ein Mo-
dell, dessen Aussagen von unendlich vielen Parametern abhangen, so dass man nie irgend-
welche Vorhersagen machen kann, egal wie viele Messungen man bereits durchgefuhrt hat.
Leider ist der Idealfall (noch) nicht erreicht.
Von besonderem Interesse in der Physik waren immer die Untersuchung der ganz groen
Objekte, wie der Sterne, der Bewegung der Planeten oder in heutiger Zeit der Galaxi-
en(haufen) oder Neutronensternen, und, am anderen Ende der Groenskala, der elementa-
ren Bausteine der Materie und deren Wechselwirkungen untereinander.
Diese Arbeit ist in dem Bereich der Physik angesiedelt, der sich mit den elementaren
Bausteinen der Materie beschaftigt. Wenn man die Denition des Begries
"
Teilchenphy-
sik\ weit fasst, kann man ihn bis ins antike Griechenland zuruckverfolgen. Im 5. Jahrhun-
dert vor Christus haben der Philosoph Leukippos und sein Schuler Demokrit die Idee von
kleinen, unteilbaren Bausteinen der Materie entwickelt, die sie
"
atomos\ nannten.
Bis zum Jahre 1800 ergaben sich kaum neue Einsichten. Dann erkannte John Dalton,
dass sich die bei chemischen Reaktionen auftretenden Gewichts- und Volumenbeziehun-
gen gut durch die Annahme von einzelnen Elementen mit charakteristischem Gewicht be-
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schreiben lassen. Diese Entwicklung gipfelte in der Aufstellung des Periodensystems der
chemischen Elemente im Jahre 1869 durch Dmitri Mendelejew.
Vor etwas mehr als 100 Jahren begannen die Physiker dieses Gebiet von den Philosophen
und Chemikern zu ubernehmen. Thomson beobachtete Teilchen, die elektrisch geladen
und viel leichter als die bisher leichteste bekannte Substanz, der Wassersto, waren. Diese
Teilchen wurden Elektronen genannt. Man stellte fest, dass Elektronen in allen Atomen
auftreten und nahm daher an, dass die Atome aus den leichten Elektronen und schweren,
positiv geladenen Teilchen, sogenannten Protonen, bestehen.
Um das Jahr 1910 erkannte Rutherford auf Grund von Messungen zur Streuung von
-Teilchen an einer Goldfolie in Zusammenarbeit mit Geiger und Marsden, dass die Trager
der positiven Ladung des Atoms, also die Protonen, nur ein zehntausendstel des Volumens
eines Atoms einnehmen, das Atom also fast leer ist.
In den darauf folgenden Jahren entwickelte sich die Teilchenphysik sturmisch. Im Jahre
1932 entdeckte Chadwick das Neutron, das zusammen mit Protonen den Atomkern bildet.
Ferner sagte Pauli die Existenz eines leichten, neutralen Teilchens, des Neutrinos voraus,
mit dessen Hilfe u.a. die Erhaltungssatze von Energie und Impuls beim -Zerfall, also
dem Zerfall der Atomkerne, der die Kernladung um eins erhoht und bei dem ein Elektron
ausgesandt wird, gerettet werden sollten. Die Entdeckung des Neutrinos erfolgte erst ca. 20
Jahre spater. Damit hatte man mit dem Proton, Neutron, Elektron und Neutrino die
Bestandteile der uns umgebenden Materie zusammen.
Ebenfalls im Jahre 1932 entdeckte Anderson in der kosmischen Strahlung ein Teilchen,
das sich wie das Elektron verhielt, jedoch die entgegengesetzte Ladung zu haben schien.
Dieses Teilchen wird heute Positron genannt und ist das Antiteilchen des Elektrons. Die-
se Entdeckung bestatigte eine Vorhersage von Dirac, nach der es zu dem Elektron ein
Antiteilchen gibt.
Mit der Entwicklung von Teilchenbeschleunigern wurden immer mehr neue Teilchen
entdeckt. Um Ordnung in die Flut von neuen Teilchen zu bringen, entwickelten Gell-Mann
und Ne'eman ein Klassizierungsverfahren, das so interpretiert werden kann, dass Protonen
und Neutronen aus noch fundamentaleren Bausteinen, den Quarks, aufgebaut sind. Diese
These wurde u.a. durch Experimente von Hofstadter untermauert.
Die Elementarteilchen werden nach ihrem statistischen Verhalten in zwei Kategorien
eingeteilt: Fermionen, die dem Paulischen Ausschlieungsprinzip gehorchen, und Bosonen,
die sich koharent zu Kraftfeldern uberlagern konnen. Nach dem Spin-Statistik-Theorem
sind Fermionen Teilchen mit halbzahligem und Bosonen Teilchen mit ganzzahligem Spin.
An Fermionen wurden bisher das Elektron, das Myon, das Tau sowie ihre Neutrinos, die zu-
sammenfassend als Leptonen bezeichnet werden, und die Quarks, also Up-, Down-, Charm-,
Strange-, Top- und Bottom-Quark, gefunden. Die bisher entdeckten Bosonen sind das Pho-
ton, die W- und Z-Bosonen, sowie die Gluonen. Alle bisher gefundenen Elementarteilchen
sind Fermionen mit Spin 1/2 oder Bosonen mit Spin 1.
Wie bereits angedeutet, werden die zwischen den Fermionen, den Bausteinen der uns
umgebenden Materie, wirkenden Krafte durch Bosonen vermittelt. In Tab. 1.1 sind die 4
bisher bekannten Krafte, die Eigenschaft der Fermionen, die die Starke der Ankopplung
bestimmt (kurz Ladung genannt), der Name des die Kraft vermittelnden Bosons (kurz
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Kraft Ladung Tragerteilchen Kopplungskonstante
Gravitationskraft Masse Graviton GN
Elektromagnetismus el. Ladung Photon em
Schwache Kernkraft schwache Ladung W- und Z-Boson G
Starke Kernkraft Farbe Gluon s
Tabelle 1.1: Die aus der Natur bekannten Krafte, die Eigenschaft der Materie, an die
sie koppeln, die Teilchen, die sie vermitteln und die die Starke der Kraft beschreibende
Kopplungskonstante.
Tragerteilchen), sowie die die Starke bestimmende Kopplungskonstante aufgefuhrt.
Die Gravitationskraft ist die alteste bekannte Kraft, die heute im Rahmen der von
Einstein entwickelten allgemeinen Relativitatstheorie beschrieben wird. Eine Quantisierung
dieser klassischen Theorie ist bisher nicht gelungen. Die vielversprechendsten Versuche zur
Beschreibung einer Quantengravitation stellen heute wohl die Stringtheorien dar.
Die theoretische Beschreibung der elektromagnetischen Kraft in ihrer klassischen Form
wurde durch die Formulierung der Maxwell-Gleichungen abgeschlossen. Die quantisierte
Form, die Quantenelektrodynamik (QED), wurde um 1920 von Dirac, Heisenberg und
Pauli entwickelt und einige Jahre spater von Tomonaga, Schwinger und Feynman in ihre
heutige Form gebracht.
Die schwache Kernkraft ist verantwortlich fur den -Zerfall von Atomkernen. Eine erste
theoretische Beschreibung wurde von Fermi um 1930 vorgenommen. Eine zufriedenstellende
Losung gelang jedoch erst Glashow, Weinberg und Salam nach 1960.
Die starke Kernkraft bewirkt den Zusammenhalt der Atomkerne und den Zusam-
menschluss von Quarks zu Mesonen (Quark-Antiquark-Systemen) oder Baryonen (3-Quark-
Systemen). Diese Kraft wird durch die Quantenchromodynamik (QCD) beschrieben.
In allen modernen Theorien der Teilchenphysik spielen Symmetrien eine sehr wichtige
Rolle. Ein System ist unter einer gewissen Symmetrietransformation invariant, wenn es
nach einer zu dieser Transformation gehorenden Veranderung nach wie vor durch dieselbe
Physik beschrieben wird. In der klassischen Mechanik gehort zu jeder Symmetrietransfor-
mation des Systems ein Noetherstrom, aus dem sich dann eine erhaltene Groe (Ladung)
berechnen lasst. In einem quantisierten System fuhren Symmetrien zu Relationen zwischen
Greenschen Funktionen. In diesem Zusammenhang ist auch die Moglichkeit des Auftretens
von Anomalien wichtig. Unter einer Anomalie versteht man das Zusammenbrechen einer
Symmetrie beim Ubergang von der klassischen zur quantisierten Theorie.
Man hat beobachtet, dass die Vakuumlichtgeschwindigkeit in allen Inertialsystemen
gleich ist. Diese Tatsache lasst sich mit Hilfe der Poincare-Symmetrie erklaren. Sie stellt
daher die Grundlage der speziellen Relativitatstheorie dar. Neben dieser
"
aueren\ Sym-
metrie treten in der Teilchenphysik auch innere Symmetrien auf, die es erlauben, die Wech-
selwirkungen zwischen den Elementarteilchen als Folge einer lokalen, d.h. von Ort und Zeit
abhangigen, Symmetrie einzufuhren.
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1.2 Eichtheorien in der Teilchenphysik
Die in dieser Arbeit diskutierten Modelle zur Beschreibung der Elementarteilchen und ih-
rer Wechselwirkungen sind relativistische Quantenfeldtheorien, die den Forderungen der
speziellen Relativitat genugen und Quanteneekte beinhalten. Eine weitere wichtige Ei-
genschaft der hier betrachteten Modelle ist die Existenz von inneren, lokalen Symmetrien,
sogenannten Eichsymmetrien. Aus diesem Grund nennt man diese Modelle Eichtheorien.
Leider lassen sich in diesen Eichtheorien die Vorhersagen fur die Resultate von Experi-
menten nicht exakt berechnen. Fur Prozesse der elektroschwachen Wechselwirkung erweist
sich die Storungstheorie als ein erfolgreiches Naherungsverfahren bei der Berechnung von
Vorhersagen. Die dabei in hoherer Ordnung auftretenden Integrale liefern jedoch keine end-
lichen Werte, weshalb man diese Integrale regularisieren muss. Die Divergenz der Integrale
manifestiert sich in einer Singularitat, die im Limes des Regulators gegen seinen korrek-
ten Wert auftritt. Verwendet man als Zahlenwerte fur die Parameter der Lagrangedichte
der Modelle (Massen, Kopplungsstarken) die gemessenen Werte, so verschwinden bei der
Vorhersage von beobachtbaren Groen meist nicht alle dieser Divergenzen1. Die korrek-
te Vorgehensweise besteht darin, dass man die Ergebnisse der Experimente, aus denen
man dann die Parameter der Theorie bestimmt, in derselben Ordnung der Storungstheo-
rie berechnet, wie die Groe, die man vorhersagen will. Diese Vorgehensweise nennt man
Renormierung.
Bei bestimmten Theorien, wie z.B. dem Fermi-Modell zur Beschreibung des -Zerfalls,
benotigt man mit zunehmender Ordnung Storungstheorie immer mehr Parameter und
damit Messungen um neue Vorhersagen zu machen. Derartige Theorien bezeichnet man als
nicht-renormierbar. Im Gegensatz dazu handelt es sich bei den in dieser Arbeit betrachteten
Modellen um Eichtheorien, die wie in [1] gezeigt wurde, renormierbar sind und daher
nur eine endliche Anzahl von Messergebnissen benotigen, um die Vorhersagekraft in allen
Ordnungen zu gewahrleisten.
Das minimale, renormierbare Modell einer relativistischen Quantenfeldtheorie, das alle
bisher gefundenen Teilchen beinhaltet, ist das Standardmodell (SM). Die innere Symme-
trie dieses Modells ist die Gruppe SU(3)CSU(2)W U(1)Y , die durch ihre Interpretation
als Eichgruppe auch die Austauschteilchen der starken und schwachen Kernkraft sowie
der elektromagnetischen Kraft in das Modell einbringt. Die Indizes an den Gruppen ste-
hen fur die Ladung der QCD (Farbe C), die schwache Wechselwirkung (W ) und fur die
Hyperladung (Y ).
Die Fermionen werden entsprechend ihrem Verhalten unter den jeweiligen Wechselwir-
kungen in entsprechende Darstellungen der zugehorigen Gruppen eingeordnet. Diese Ein-
teilung klassiziert man, wie in Tab. 1.2 geschehen, am Einfachsten nach den Ladungen
der Felder.
An Tab. 1.2 erkennt man Folgendes:
1. Das SM enthalt keine rechtshandigen Neutrinofelder. Der Grund hierfur ist, dass
1Das Verschwinden der Divergenz bedeutet nicht, dass die Vorhersage dann korrekt ist, da der Fehler
auch endlich sein kann.
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Felder SU(3)C  SU(2)W  U(1)Y
eL, eL, L, L, L,  L, (1,2,-1)
eR, R, R (1,1,-2)
dL, uL, sL, cL, bL, tL (3,2,1/3)
dR, sR, bR (3,1,-2/3)





Tabelle 1.2: Die Ladungen der Felder der Teilchen des Standardmodells. Der Index L(R)
gibt an, dass es sich dabei um die Projektion auf den links-(rechts-)handigen Anteil des
Feldes handelt.
bislang keine Notwendigkeit bestand, diese Felder einzufuhren: Man hat weder Teil-
chenreaktionen beobachtet, bei denen ein Neutrino sich wie ein Teilchen mit einer
rechtshandigen Komponente verhalt, noch hat man eine von Null verschiedene Neu-
trinomasse gemessen. Die Super-Kamiokande Kollaboration hat jedoch vor kurzer
Zeit Messdaten veroentlicht, die auf Neutrinooszillationen, d.h. den Ubergang einer
Neutrinoart in eine andere, hindeuten [2]. Dieser Eekt kann nur auftreten, wenn
die Neutrinos massiv sind. Die Einfuhrung rechtshandiger Neutrinofelder lasst sich
aber einfach vornehmen und wurde nicht dazu fuhren, dass man das Standardmodell
vollig aufgeben musste.
2. Alle geladenen Leptonen (Elektron, Myon und Tau) treten in Tab. 1.2 immer zu-
sammen in einer Zeile auf. Dasselbe gilt fur die Neutrinos, die Up-artigen Quarks
(u, c und t) und die Down-artigen Quarks (d, s und b). Man spricht daher von 3
Fermiongenerationen im Standardmodell, wobei e, e, u und d die Fermionen der
ersten Generation sind. Das Auftreten von vollstandigen Generationen ist deshalb so
wichtig, weil dadurch die axiale Anomalie (Adler-Bell-Jackiw Anomalie) [3] im Stan-
dardmodell nicht auftritt, da die Summe uber die Hyperladungen innerhalb jeder
Generation verschwindet2. Dies war ein Grund, weshalb die Entdeckung des Top-
Quarks [4] und damit die Vervollstandigung der 3. Generation so wichtig war. Die
Zahl der Generationen mit leichten Neutrinos, d.h. Neutrinos leichter als mZ/2, wur-
de am LEP aus der Messung der unsichtbaren Z-Breite zu 2:991  0:011 bestimmt
[5].
3. Die Eichfelder der starken Wechselwirkung (Ga) und der Wechselwirkung des schwa-
chen Isospins (W a ) haben im Gegensatz zum Eichfeld der Hyperladung (B) eine
2Zu beachten ist, dass die Hyperladungen der Quarks mit dem Farbfaktor Nc = 3 multipliziert werden
mussen.
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Ladung, so dass Selbstwechselwirkungen zwischen diesen Eichfeldern auftreten. Die-
ser Eekt der Selbstwechselwirkung ist eine charakteristische Eigenschaft von nicht-
abelschen Eichtheorien.
1.3 Higgs-Mechanismus und Higgs-Teilchen
Das in Tab. 1.2 zuletzt aufgefuhrte Feld H fuhrt im physikalischen Teilchenspektrum des
Standardmodells zu einem skalaren Teilchen, das, im Gegensatz zu allen anderen Teil-
chen des Standardmodells, bisher nicht entdeckt wurde. Dieses sogenannte Higgs-Boson
ist im Standardmodell das einzige Teilchen, das von den 4 Freiheitsgraden des skalaren
Sektors nach dem Higgs-Mechanismus [6] als beobachtbares Teilchen ubrigbleibt. Obwohl
der Higgs-Mechanismus fur die erfolgreichen Vorhersagen des Standardmodells sehr wich-
tig ist, da ohne ihn die Massen der Teilchen nicht erklarbar waren, liegen bisher kaum
experimentelle Informationen uber den Higgs-Sektor vor. Bekannt ist der Vakuumerwar-
tungswert3 des Higgs-Feldes von v = 1=
qp
2G  250 GeV, wobei G die im Myonzerfall
gemessene Fermi-Konstante ist, und der -Parameter, der als Verhaltnis der Amplituden
von neutralem zu geladenem Strom im Niederenergielimes deniert ist [7] und dessen Wert
nahe bei  = 1 liegt. Aus der Tabelle erkennt man, dass das Higgs-Feld H ein Dublett unter
der schwachen Gruppe SU(2)W ist. Dies stellt die minimale Anforderung an ein Higgs-Feld
dar, um die Symmetrie SU(2)W U(1)Y zur Restsymmetrie der QED, U(1)em, herunterzu-
brechen und ebenso  = 1 auf Bornniveau, also ohne Einschluss von Quantenkorrekturen,
zu gewahrleisten.
Das Standardmodell kann jedoch keine abschlieende Beschreibung der fundamentalen
Wechselwirkungen liefern, da die Gravitation nicht enthalten ist. Ferner wei niemand, bis
zu welchen Energien das SM eine korrekte Beschreibung geben kann. Aus diesen Grunden
muss man alternative Modelle aufstellen, deren Vorhersagen berechnen und nach messbaren
Groen Ausschau halten, die eine moglichst einfache Unterscheidung zu Vorhersagen des
Standardmodells erlauben. Interessante Alternativen sind beispielsweise:
 Stringtheorien, die nicht mehr von punktformigen Objekten ausgehen und deshalb frei
sind von Unendlichkeiten, die mit Operatoren am selben Raum-Zeit-Punkt einherge-
hen. Ferner enthalten sie ein masseloses Teilchen mit Spin 2, das zur Beschreibung
der Gravitation notwendig ist.
 Vereinheitlichte Theorien (GUTs), deren Symmetriegruppe die Symmetriegruppe
SU(3)C  SU(2)W  U(1)Y des Standardmodells als Untergruppe beinhaltet.
 Supersymmetrische Theorien, die die einzig mogliche Verknupfung von inneren Sym-
metrien mit den Raum-Zeit-Symmetrien darstellen [8].
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 Theorien mit erweitertem Higgs-Sektor, da uber diesen Aspekt des Standardmodells
bisher am wenigsten Erkenntnisse vorliegen.
Dabei schlieen sich diese Alternativen nicht gegenseitig aus. Haug ist es sogar so, dass
zur Konstruktion physikalisch sinnvoller Modelle mehrere Eigenschaften kombiniert werden
mussen. Beispielsweise verschwinden bei Stringtheorien unphysikalische Zustande, wenn
man sie supersymmetrisch wahlt und supersymmetrische Theorien benotigen einen Higgs-
Sektor, der gegenuber dem des Standardmodells erweitert ist.
In dieser Arbeit sollen nur Modelle betrachtet werden, die in (mindestens) eine der letz-
ten beiden Kategorien fallen. Das Zwei-Higgs-Dublett Modell (THDM) weist einen Higgs-
Sektor auf, der gegenuber dem des Standardmodells um ein zweites Higgs-Dublett erweitert
ist. Fur diese Wahl gibt es mehrere Grunde. Zum einen sagen Modelle, deren Higgs-Sektor
nur aus Dubletts besteht, automatisch  = 1 auf Bornniveau voraus, so dass man keine
Feinabstimmung bei der Wahl der Parameter benotigt, um Konikte mit dem Messwert
von  zu vermeiden. Des Weiteren sagen Multi-Higgs-Dublett Modelle die Existenz (min-
destens) eines geladenen, skalaren Teilchens voraus, dessen Nachweis einem auf einfache
Weise erlauben wurde das Standardmodell auszuschlieen. Obwohl beliebige Multi-Higgs-
Dublett Modelle diese Eigenschaften besitzen, wurde hier das Zwei-Higgs-Dublett Modell
gewahlt, da es eine minimale Erweiterung des Standardmodells darstellt und die Anzahl
der neuen Parameter in einem ubersehbaren Rahmen bleibt. Eine ausfuhrlichere Diskussion
des Zwei-Higgs-Dublett Modells ndet sich in Kapitel 2.2.
Als weiteres Modell wird in dieser Arbeit das minimale supersymmetrische Standardmo-
dell (MSSM) verwendet. Es ist, wie der Name bereits suggeriert, das minimale supersym-
metrische Modell, das alle Teilchen des Standardmodells beinhaltet. Um ein konsistentes
Modell zu erhalten, muss der Higgs-Sektor auch in diesem Modell zwei Higgs-Dubletts
beinhalten. Daher sagt auch dieses Modell die Existenz eines geladenen, skalaren Teilchens
voraus. Mehr zu diesem Modell ndet sich in Kapitel 2.3.
Wie bereits angedeutet, erlaubt der Nachweis eines geladenen, skalaren Teilchens den
Ausschluss des Standardmodells. Im Gegensatz dazu wurde die Entdeckung eines neutralen
Higgs-Bosons nicht zum Ausschluss des Standardmodells fuhren, solange keine Abweichung
der Kopplungen von den Vorhersagen des Standardmodells gemessen wurde. Geladene
Higgs-Bosonen konnen auf mehrere Arten produziert werden:
 In Zerfallen von Teilchen, deren Masse gro genug ist. Interessant ist hier vor allem der
Zerfall t ! H+b [9, 10, 11]. Weitere Moglichkeiten sind die Zerfalle schwerer, neutraler
Higgs-Bosonen (H0 ! H+W ) oder Zerfalle von supersymmetrischen Partnern von
Standardmodellteilchen, sogenannten SUSY-Teilchen. Beispiele hierfur sind ~b1;2 !
H ~t1;2 [12, 10] und ~ 1;2 ! H  ~01. Ob das Teilchen, aus dessen Zerfall ein geladenes
Higgs-Boson entsteht, an einem Hadron- oder Elektronbeschleuniger erzeugt wurde,
ist nur fur die Betrachtung des Untergrundes relevant.
 In direkter Erzeugung an Hadronbeschleunigern wie TEVATRON oder LHC. Nach
[13] ist der Prozess gb ! H t [14] fur mH  > mt + mb dominant. Weitere Prozesse
sind die Abstrahlung von H  von schweren Quarks [15], sowie die Paarproduktion
8 Einleitung
von geladenen Higgs-Bosonen in Quark-Antiquark-Vernichtung [16] und Gluonfusion
[17]. Des Weiteren wurde in der Literatur in Produktion von H zusammen mit einem
W-Boson aus Gluonfusion und bb-Vernichtung untersucht [18], da dieser Prozess
auf Grund des leptonischen Zerfalls des W-Bosons weniger Probleme mit dem QCD
Untergrund besitzt.
 In direkter Erzeugung aus Elektron-Positron-Vernichtung. Neben der Produktion von
Paaren geladener Higgs-Bosonen, die bereits in der niedrigsten Ordnung der Storungs-
theorie existiert [19], kann fur ein schweres H die Produktion zusammen mit einem
W-Boson [20], die allerdings erst in der nachsthoheren Ordnung der Storungstheorie
moglich ist, wichtig sein.
Neben der Produktion [21] ist fur das Studium der Physik des geladenen Higgs-Bosons
auch die Untersuchung dessen Zerfalle [21, 22] wichtig. Dabei sollte beachtet werden, dass
die Aufspaltung des Gesamtprozesses in Produktion und Zerfall nur dann sinnvoll ist,
wenn die Zerfallsbreite des erzeugten Teilchens klein genug (bzw. seine Lebenszeit gro
genug) ist. Die Zerfallsbreite des geladenen Higgs-Bosons ist unterhalb der H  ! tb-
Schwelle viel kleiner als 1 GeV, steigt dann jedoch stark an um bei mH =1000 GeV in der
Groenordnung von 10 GeV zu liegen. Die dominanten Zerfallskanale sind H  !   und
H  ! tb, sofern sie kinematisch erlaubt sind. Genauere Aussagen sind von den Details der
Theorie anhangig und nden sich in der oben zitierten Literatur.
Bei Hadronbeschleunigern ist es auf Grund des groen QCD Untergrundes schwierig
ein geladenes Higgs-Boson nachzuweisen [19, 21] und dessen Eigenschaften zu untersu-
chen. Erfolgversprechender ist die Suche am LEP und an zukunftigen Elektron-Positron
Beschleunigern hoherer Energie.
Daher wird in dieser Arbeit die Produktion geladener Higgs-Bosonen in Elektron-
Positron-Vernichtung (e e+ ! H H+) im Rahmen des minimalen supersymmetrischen
Standardmodells und des Zwei-Higgs-Dublett Modells in der Einschleifenordnung unter-
sucht. Diese Modelle wurden gewahlt, da das minimale supersymmetrische Standardmodell
eine aus theoretischen Grunden sehr attraktive Erweiterung des Standardmodells darstellt
und damit gepruft werden kann, ob die Supersymmetrie in der Natur realisiert ist. Das
Zwei-Higgs-Dublett Modell ist die minimale Erweiterung des Standardmodells, das gelade-
ne Higgs-Bosonen enthalt. Obwohl diese Modelle als Niederenergielimes von vereinheitlich-
ten Theorien gesehen werden konnen, wurden in dieser Arbeit keine GUTs betrachtet. Der
Grund hierfur ist, dass zuerst geklart werden muss, mit welcher Wahrscheinlichkeit man die
Produktion von Paaren geladener Higgs-Bosonen vorhersagen kann und man erwartet, dass
vereinheitlichte Theorien den von THDM bzw. MSSM erklarbaren Bereich einschranken.
Sobald jedoch der Wirkungsquerschnitt fur den Prozess e e+ ! H H+ in einem Bereich
gemessen wurde, der mit den Vorhersagen im THDM oder MSSM vertraglich ist, muss
untersucht werden, ob er auch mit den Einschrankungen von vereinheitlichten Theorien
erklart werden kann.
Aus diesen Grunden wurden im Zwei-Higgs-Dublett Modell und minimale supersym-
metrische Standardmodell Strahlungskorrekturen zum Prozess e e+ ! H H+ bereits in
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der Literatur untersucht. In [23, 24, 25] wurden die Fermion- und Sfermionbeitrage dis-
kutiert. Ferner wurden in [23] die QED-Korrekturen im Grenzfall weicher Bremsstrahlung
berechnet. Anschlieend erganzte dieselbe Arbeitsgruppe ihre Rechnungen um die Beitrage
aus dem Higgs-Sektor und um die Box-Diagramme mit SUSY-Teilchen [26, 27]. Es fehlt
jedoch zum einen eine davon unabhangige Rechnung und zum anderen eine vollstandige
Diskussion der Abhangigkeit der Vorhersagen von den Parametern der in dieser Arbeit
betrachteten Modelle. Die QED-Beitrage werden hier nicht betrachtet, da sie keine Infor-
mation uber die Modelle liefern, die nicht bereits in der Vorhersage auf dem Bornniveau
enthalten sind.
Bisher wurden keine Hinweise fur die Existenz eines geladenen Higgs-Bosons beobach-
tet. Aus dieser Tatsache lassen sich Einschrankungen an die Eigenschaften des geladenen
Higgs-Bosons ableiten. Die Messungen am LEP [28, 29] ergaben mH  > 65 GeV, wohin-
gegen die Resultate vom TEVATRON [30] nur fur tan  < 1 oder tan  > 30 gelade-
ne Higgs-Bosonen mit Massen unter 160 GeV verbieten konnen. Neben diesen Grenzen
aus der direkten Suche gibt es noch indirekte Grenzen, z.B. aus dem bei CLEO [31] und
ALEPH [32] untersuchten Zerfall b ! s. Daraus wurde in [33] eine hohe untere Schranke
von mehreren 100 GeV an die Masse des geladenen Higgs-Bosons im Zwei-Higgs-Dublett
Modell abgeleitet. Da es hier noch unklare Punkte gibt (siehe die Diskussion in [11] und
Referenzen darin), wird hier als untere Schranke mH  > 150 GeV im Zwei-Higgs-Dublett
Modell Typ II angenommen.
Auf dieses einleitende Kapitel folgt in Kapitel 2 eine Diskussion der fur diese Arbeit
relevanten Modelle. Anschlieend werden in Kapitel 3 die fur den Prozess e e+ ! H H+
relevanten Notationen und die zu berechnenden Diagramme angegeben. In Kapitel 4 folgt
die numerische Auswertung und deren Diskussion. Eine Zusammenfassung in Kapitel 5
beschliet den Hauptteil dieser Arbeit. In den Anhangen nden sich eine Aufstellung der
verwendeten Konventionen und physikalischen Eingabegroen (Anhang A), die fur die-
sen Prozess benotigten Feynmanregeln (Anhang B), die generischen Diagramme und ihre
Ergebnisse (Anhang C) und deren mogliche Teilcheneinsetzungen (Anhang D).
Kapitel 2
Modelle
2.1 Das Standardmodell der elektroschwachen Wech-
selwirkung
Das Standardmodell [34] ist das minimale Modell, das im Einklang mit allen bisherigen
Experimenten steht. Es basiert auf der Eichgruppe SU(3)C  SU(2)W  U(1)Y . In die-
ser Arbeit wird jedoch nur der auf der Gruppe SU(2)W  U(1)Y basierende Anteil des
Standardmodells, das sogenannte elektroschwache Standardmodell, benotigt.
Gema Tab. 1.2 werden die Fermionfelder in den entsprechenden fundamentalen Dar-
























n die Felder, die die Neutrinos, geladenen Leptonen, Up-artigen
und Down-artigen Quarks beschreiben. Der untere Index n dient zur Unterscheidung der 3










handige Felder, d.h. Ei-
genzustande zu den Projektoren ! = (1 5)=2, sind. Die Groen sind gestrichen, da die
Massenterme der Felder sich nicht notwendigerweise als diagonale Matrizen darstellen las-
sen und mit den ungestrichenen Groen die Felder bezeichnet werden sollen, fur die sich
diagonale Massenmatrizen ergeben. Diese Felder werden als massendiagonale Felder be-
zeichnet, wohingegen fur die Felder in Gl. (2.1) und (2.2) die Bezeichnung eichdiagonale
Felder verwendet wird. Die klassische Lagrangedichte des elektroschwachen Standardmo-





























+ jDHj2   V (H) (2.3c)
  (L0LmHGlmnl0Rn +Q0LmHGdmnd0Rn +Q0Lmi2HGumnu0Rn + h:c:) : (2.3d)
Die erste Zeile in Gl. (2.3) (Gl. (2.3a)) beschreibt den Yang-Mills Teil des Standardmo-
dells und enthalt die Feldstarketensoren
W i = @W
i
   @W i   g2"ijkWjWk (2.4)
und
B = @B   @B (2.5)
der drei Eichfelder W i der Gruppe SU(2)W und des Eichfelds B der Gruppe U(1)Y . Die
Kopplungskonstante g2 beschreibt die Starke der schwachen Wechselwirkung.
Gl. (2.3b) enthalt den kinetischen Term der Fermionen und deren Kopplungen an die
Eichbosonen uber die kovariante Ableitung







in der Kontraktion D= := D
, wobei  die im Anhang A.1 denierten Dirac-Matrizen
sind. Hier tritt neben der Kopplungskonstanten g2 der Gruppe SU(2)W auch die Kopp-
lungskonstante g1 der abelschen Gruppe U(1)Y auf. Die Generatoren der Gruppen sind die
im Anhang A.1 angegebenen Pauli-Matrizen ~ und die Hyperladung Y .
Die Gl. (2.3c) beinhaltet den kinetischen Term des Higgs-Feldes sowie dessen Selbst-
wechselwirkung. Fur das Potential
V (H) =  2jHj2 + jHj4 (2.7)
fordert man, dass es nach unten beschrankt sein soll. Des Weiteren soll das Potential die
Symmetrie spontan brechen, was durch die Forderung, dass die Minima des Potentials
bei H 6= 0 liegen, erreicht wird. Auf Grund dieser beiden Bedingungen muss 2;  > 0
gelten. Um die Restsymmetrie mit der U(1)em, der Eichgruppe der QED, zu identizieren,






, mit v =
p
2= reell, gewahlt. Eine Entwicklung des






(v +H0 + iG0)

: (2.8)
Die letzte Zeile in der Lagrangedichte (Gl. (2.3d)) enthalt die Yukawa-Kopplungen des
Higgs-Dubletts an die Fermionen. Die matrixwertigen Kopplungskonstanten Gl;d;umn sind im
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Tabelle 2.1: Die physikalischen Teilchen des elektroschwachen Standardmodells, ihre Mas-
sen und wie sich ihre Felder als Linearkombination der Felder der Lagrangedichte (Gl. (2.3))
ergeben.
Allgemeinen komplex und nicht diagonal. Es sei hier nochmals darauf hingewiesen, dass
in Gl. (2.3) keine rechtshandigen Neutrinofelder auftreten und die Neutrinomassen daher
Null sein mussen. Dies fuhrt zu einer Vereinfachung im Leptonsektor des Standardmodells,
die weiter unten angesprochen wird.
Die Lagrangedichte Gl. (2.3) enthalt eichdiagonale Felder. Fur praktische Rechnun-
gen ist es jedoch gunstiger Feynmanregeln fur Teilchenzustande zu verwenden, die Eigen-
zustande zum Massenoperator und damit zum Hamiltonoperator sind. Daher verwendet
man die Entwicklung aus Gl. (2.8), um die Massenmatrizen der Felder zu berechnen und
durch geeignete Transformationen zu diagonalisieren. Bei dieser Prozedur erkennt man,
dass die Diagonalisierung der Massenmatrizen der Fermionen in Gl. (2.3d) gleichzeitig zu ei-
ner Diagonalisierung der Wechselwirkungsmatrizen der Fermionen mit den neutralen Eich-
und Higgs-Bosonen fuhrt. Dies bewirkt, dass im Standardmodell auf Bornniveau durch
neutrale Strome keine Ubergange zwischen den Fermiongenerationen (avor-changing neu-
tral currents, FCNC) vermittelt werden konnen. Diese Forderung, die man auf Grund der
beobachteten starken Unterdruckung von FCNC stellt [35], fuhrt zu nichttrivialen Ein-
schrankungen an erweiterte Modelle [36]. Wir werden dies spater beim Zwei-Higgs-Dublett
Modell sehen.
In Tab. 2.1 werden die physikalischen Teilchen des Standardmodells, die dazugehorigen
Massen und Felder, ausgedruckt durch Groen aus der Lagrangedichte Gl. (2.3), aufgefuhrt.
Die Abkurzungen cw und sw stehen fur den Kosinus bzw. Sinus des schwachen Mi-












deniert. Die Kopplungsmatrizen Gl;u;dij aus Gl. (2.3d) werden mit Hilfe der Matrizen Sl;u;d
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und Tl;u;d durch bi-unitares Diagonalisieren auf die Form
Ml =
0
@ me 0 00 m 0
0 0 m
1
A ; Mu =
0
@ mu 0 00 mc 0
0 0 mt
1
A und Md =
0






Da wir rechtshandige Neutrinofelder nicht in das Standardmodell eingebaut haben,
gibt es fur sie keine Matrix Gij, die diagonalisiert werden muss. Damit sind die Neutrinos
masselos und eine Unterscheidung der jeweiligen Neutrinosorte (e,  oder  ) ist nur uber
das gleichzeitig (in einer Wechselwirkung uber den geladenen Strom) auftretende geladene
Lepton moglich. Durch diese Denition gibt es nur Feynmanregeln, die zwei Leptonen aus
derselben Generation beinhalten. Mathematisch lasst sich diese Aussage so formulieren,
dass die Rotation der Neutrinos so gewahlt werden kann, dass dadurch die Rotation der
geladenen Leptonen gerade kompensiert wird. Aus diesem Grund stellen die Leptonzahlen
erhaltene Groen dar.
Dies ist bei den Quarks nicht moglich, da im Allgemeinen Su verschieden von Sd ist. Es
tritt daher in den Wechselwirkungen mit geladenen Teilchen stets die Cabibbo-Kobayashi-
Maskawa Matrix [37]
V := SyuSd (2.11)
auf. Bei 3 Generationen enthalt die Cabibbo-Kobayashi-Maskawa Matrix 4 Parameter:
3 Winkel und eine Phase, die dafur sorgt, dass nicht alle Eintrage von V reell sind und
damit die im Kaonsystem beobachteten CP -verletzenden Eekte erklart werden konnen.
Bei zwei Generationen gabe es nur einen Parameter, den Cabibbo-Winkel, und die Matrix
konnte reell gewahlt werden.
Die Parameter des Standardmodells sind
 die Kopplungskonstanten g1 und g2 der Eichgruppen1 in der kovarianten Ableitung
in Gl. (2.3b)2,
 die Parameter 2 und  des Higgs-Potentials, wobei  auch uber die Minimumsbe-
dingung durch den Vakuumerwartungswert v ersetzt werden kann und
 die Parameter Gl;d;umn in den Yukawa-Kopplungen in Gl. (2.3d).
Nach Ausnutzung der Freiheit in der Wahl der Phasen der Quarkfelder verbleiben 17









1Unter Einschluss der starken Wechselwirkung kommt noch die Kopplungskonstante g3 hinzu.
2Ware   14W i W i in Gl. (2.3a) der einzige Term der Lagrangedichte, so liee sich durch Umdenition
der Felder die Konstante g2 eliminieren.
3inklusive QCD 18 : : :
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der Bosonmassen mZ, mW, mH0 , der Fermionmassen me, m, m , mu, mc, mt, md, ms
und mb sowie der 4 Parameter der Cabibbo-Kobayashi-Maskawa Matrix bestimmt werden
konnen.
Der in Kapitel 1.3 angegebene Vakuumerwartungswert berechnet sich nach den Anga-










Hierbei ist G die im Myonzerfall gemessene Fermi-Konstante.
2.2 Das Zwei-Higgs-Dublett Modell
Auf Grund der geringen experimentellen Kenntnis uber den Higgs-Sektor ist es beson-
ders interessant, dessen Erweiterungen zu untersuchen. Ein dafur geeignetes Modell ist das
Zwei-Higgs-Dublett Modell, das ein weiteres Higgs-Dublett enthalt und damit eine minima-
le Erweiterung des Standardmodells darstellt. Es sagt auf dem Bornniveau den Wert von
1 fur den -Parameter voraus und beinhaltet auch geladene Skalare. Ferner ist die super-
symmetrische Form vom Typ II dieses Modells (s.u.) in dem in Kapitel 2.3 beschriebenen
minimalen supersymmetrischen Standardmodell realisiert. Obwohl man im minimalen su-
persymmetrischen Standardmodell das zweite Higgs-Dublett mit Hyperladung Y =  1
einfuhren muss, werden in diesem Abschnitt fur das zweite Higgs-Dublett die Quantenzah-
len (1,2,1) gewahlt, da sich damit das Potential leichter schreiben lasst. Diese Wahl hat
keine Auswirkungen auf die Vorhersage von Observablen, da sich die Hyperladung Y =  1
leicht durch Ladungskonjugation gewinnen lasst.
In der Lagrangedichte andern sich im Vergleich zu der des Standardmodells in Gl. (2.3)
nur die durch Gl. (2.3c) und Gl. (2.3d) beschriebenen Terme. Der Yang-Mills-Teil aus
Gl. (2.3a) und der fermionische Teil (Gl. (2.3b)) bleiben unverandert. Gl. (2.3c) wird ersetzt
durch
jDH1j2 + jDH2j2   V (H1; H2); (2.14)
wobei das allgemeinste Potential, das
 eichinvariant ist,
 CP erhalt,
 die korrekte Symmetriebrechung von SU(2)W  U(1)Y ! U(1)em durchfuhrt und
 die Symmetrie H1 !  H1, mit der man die Abwesenheit von FCNC in der La-
grangedichte4
"
naturlich\ macht, nur schwach (d.h. maximal mit kubischen Termen)
bricht,
4und der daraus resultierenden Unterdruckung von FCNC in Vorhersagen
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mit reellen Parametern i in der Form [13]
































































beschrieben. Das physikalische Teilchenspektrum umfat zwei skalare Higgs-Bosonen h0
und H0 mit mh0  mH0 , die CP -Eigenzustande zum Eigenwert +1 sind, einen "Pseudoska-
lar\ A0 mit CP =  1 und zwei geladene Higgs-Bosonen H. Die 3 restlichen Freiheitsgrade
der Goldstone-Bosonen G0 und G manifestieren sich durch den Higgs-Mechanismus in den
Massen der Vektorbosonen Z und W.
Fur die Erweiterung des Yukawa-Sektors in Gl. (2.3d) gibt es mehrere Moglichkeiten, die
invariant unter der diskreten Transformation H1 !  H1 sind. Die beiden gebrauchlichsten
sind:
1. Alle Fermionen koppeln nur an das Dublett H2 (Typ I) oder
2. Alle Fermionen mit Isospin T f3 = +1=2 koppeln an H2, die anderen Fermionen mit
T f3 =  1=2 koppeln an H1 (Typ II). Hierfur muss sich fL  !  fL  transformieren,
damit die diskrete Symmetrie erhalten bleibt.
Daher ergibt sich fur die Yukawa-Terme in der Lagrangedichte des Zwei-Higgs-Dublett
Modells fur Typ I
LIY =  (L0LmH2Glmnl0Rn +Q0LmH2Gdmnd0Rn +Q0Lm(H2)cGumnu0Rn + h:c:) (2.17)
und fur Typ II, der im minimalen supersymmetrischen Standardmodell realisiert ist,





2 das zu H2 ladungskonjugierte Higgs-Dublett. Geht man zu den
physikalischen Feldern uber, ergeben sich fur die Massen der Eichbosonen unter Verwen-
dung der Denition v2 := v21 +v
2
2 dieselben Formeln wie im Standardmodell (vgl. Tab. 2.1).


















































Bei der Diagonalisierung der Massenmatrizen treten im CP -geraden und im CP -ungeraden
bzw. geladenen Higgs-Sektor die Winkel  und  auf, die die Higgs-Kopplungen an Eichbo-
sonen und Fermionen modizieren und die sich aus den Parametern des Higgs-Potentials
in Gl. (2.15) zu
cos(2) =
M11  M22p
(M11  M22)2 + 4M212
; sin(2) =
2M12p






; cos  =
v1
v
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als Funktion der Massen, Rotationswinkel und 5.
Man erkennt hieraus, dass der Parameter 5 hier noch eine freie Groe ist, der erst durch
die Messung von Higgs-Selbstkopplungen bestimmt werden kann. Fordert man Invarianz
der Lagrangedichte unter H1 !  H1, so ergibt sich 5 = 0. Eine andere Moglichkeit den
Parameter 5 festzulegen, stammt aus der Supersymmetrie, die fur das Higgs-Potential




Die Einschrankungen der Supersymmetrie an das Potential (vgl. Gl. (2.26) und (2.27))








4 = 21   1
2
g21;





gegeben. Diese 5 Bedingungen reduzieren die Zahl der freien Parameter im Higgs-Potential
von 7 auf 2, die man ublicherweise als mA0 und tan  wahlt. Fur diese Arbeit ist jedoch die
Wahl von mH  an Stelle von mA0 gunstiger, da die Produktion geladener Higgs-Bosonen
untersucht wird und daher mH  die experimentell interessante Groe ist.
2.3 Das minimale supersymmetrische Standardmodell
Eine weitere, momentan sehr populare Moglichkeit das Standardmodell zu erweitern, be-
steht im Ausbau des Standardmodells zu einer supersymmetrischen Theorie.
Bei der Untersuchung von Symmetrieeigenschaften der S-Matrix [38] wurde festgestellt,
dass die maximal mogliche Symmetriegruppe der S-Matrix lokal isomorph zu einem di-
rekten Produkt aus der Poincare-Gruppe und einer inneren Symmetriegruppe sein muss
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(Coleman-Mandula-Theorem). Eine physikalisch anschauliche Erklarung dieses Sachver-
haltes wurde von Witten [39] gegeben.
Dieses Theorem lasst sich jedoch umgehen, wenn man neben bosonischen Generatoren
von Symmetrien auch fermionische Generatoren zulasst, die zu graduierten Lie-Algebren
fuhren, die Antikommutatoren enthalten. Diese Symmetrie nennt man Supersymmetrie
[40]. Sie ist nach [8] in einer relativistischen Quantenfeldtheorie die einzig mogliche nicht-
triviale Erweiterung der Poincaregruppe. Die Generatoren der Supersymmetrie QA , Q
A
_
transformieren Bosonen in Fermionen und umgekehrt.  und _ sind Indizes von Weyl-
Spinoren und der Index A 2 f1; : : : ; Ng bezieht sich auf einen internen Raum. Man spricht
hierbei von einer N -erweiterten Supersymmetrie. Da fur diese Arbeit nur N = 1 relevant
ist, wird dieser Index weggelassen. Als Vertauschungsrelationen ergeben sich
fQ; Q _g = 2 _P ;
P; Q _

= [P; Q] = 0 ; (2.24)
wobei P der Impulsoperator und damit der Erzeugende von Translationen ist.
In supersymmetrischen Theorien ist die Zahl der fermionischen und bosonischen Frei-
heitsgrade gleich und die Massen der Teilchen, die durch eine Supersymmetrietransforma-
tion ineinander ubergehen, sind identisch. Da aber zu den bisher bekannten Fermionen
(Bosonen) keine Bosonen (Fermionen) mit derselben Masse beobachtet wurden, kann die
Supersymmetrie keine exakte Symmetrie der Natur sein. Im minimalen supersymmetri-
schen Standardmodell (MSSM) wird die Supersymmetrie durch die Einfuhrung von Ter-
men in die Lagrangedichte explizit gebrochen. Nach dem Satz von Girardello-Grisaru [41]
sind nur bestimmte Terme fur diese explizite Brechung der Supersymmetrie zugelassen,
wenn man die Nichtrenormierungstheoreme [42], die das Verschwinden von quadratisch di-
vergenten Strahlungskorrekturen zu den Massenparametern betreen, nicht verletzen will.
In diesem Fall spricht man von einer
"
sanften Brechung\ der Supersymmetrie.
2.3.1 Die Lagrangedichte
Die Lagrangedichte des minimalen supersymmetrischen Standardmodells setzt sich daher
aus einem exakt supersymmetrischen Teil und den Termen, die die Supersymmetrie sanft
brechen, zusammen:
LMSSM = LSUSY + Lsoft : (2.25)
Die Konvention wurden [43] entnommen und basieren auf [44].
Der Parameterraum der Supersymmetrie ist das Produkt des Minkowski-Raumes mit
Koordinaten x und zweier Spinorraume mit Grassman-wertigen Koordinaten  und 
_.
Diesen Produktraum nennt man Superraum. Die Felder des Standardmodells aus Tab. 1.2
werden gema dem Schema
linkshandiges Fermion ! 	 ! chirales Multiplett (A; ! 	),
rechtshandiges Fermion !+	 ! antichirales Multiplett (Ay; !+	),
komplexes Skalarfeld A ! chirales Multiplett (A; ! 	)
Vektorfeld V ! Vektormultiplett (; V)
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Sleptonen, Leptonen (1; 2; 1)
E ~eyR; e
c















Squarks, Quarks (3; 2; 1=3)
D ~dyR; d
c




R Up-Squark, Up-Quark (3
; 1; 4=3)
V01 
0; B Bino, B-Boson (1; 1; 0)
Va2 
a;W a Winos, W
a


































Higgs-Bosonen, Higgsinos (1; 2; 1)
Tabelle 2.2: Ladungen der Superfelder des minimalen supersymmetrischen Standardmo-
dells. Der Index c gibt an, dass es sich dabei um ein ladungskonjugiertes Fermion handelt.
Die Generatoren der 3 Darstellung der SU(3)C sind  =2 =  T=2.




handige Komponeneten der Felder. Die Tab. 1.2 entsprechende Tabelle ndet sich
in Tab. 2.2.
In Tab. 2.2 erkennt man auch, dass zwei Higgs-Dubletts, H1 und H2, mit unterschied-
licher Hyperladung eingefuhrt wurden. Dafur gibt es zwei Grunde: Zum einen konnte man
nicht sowohl Fermionen mit Isospin T f3 =  1=2 als auch solchen mit T f3 = +1=2 eine Masse
geben, da der entsprechende Massenterm mit i2H
 in Gl. (2.3d) von der Supersymmetrie
verboten ware und zum anderen mit den Higgsinos zusatzliche Fermionen existieren, bei
denen die Summe uber die Hyperladungen verschwinden muss, um keine axiale Anomalie
(Adler-Bell-Jackiw Anomalie) in dem Modell zu haben.
Der exakt supersymmetrische Teil der Lagrangedichte aus Gl. (2.25), eingeschrankt auf














+ Qeg1V1+2g2V2Q + Ueg1V1+2g2V2U + Deg1V1+2g2V2D






(uH2QU + dH1QD + eH1LE  H1H2)Æ2() + h:c:
)
: (2.26)
Die Summe uber die SU(2)W -Indizes ist so deniert, dass die einzelnen Terme invariant
20 Modelle
sind: H1Q := H
1
1Q
2   H21Q1, etc. In Gl. (2.26) treten neben den bereits denierten Super-
feldern und Kopplungskonstanten noch auf:
 Die Kontraktion der Superfelder mit ihren Generatoren V1 = Y V01 im Falle der
U(1)Y -Symmetrie und V2 =
a
2
Va2 im Falle der SU(2)W -Symmetrie,
 die daraus uber die Vorschrift B :=  14DD(e g1V1Deg1V1) mitD := @ i ()@,
D _ :=  @ _ + i() _@ und DD := D _D _ gewonnenen Feldstarken fur die U(1)Y -
Symmetrie und analog Wa fur die schwache Wechselwirkung,
 die Kopplungskonstanten u, d und e fur die Yukawa-Terme und
 die Kopplungskonstante , die in das Higgs-Potential eingeht.
Die sanfte Brechung der Supersymmetrie wird durch


















00 +M2aa + h:c:)
(2.27)




fuhren zu Massentermen fur die Squarks,
m2~lL
und m2~eR fur die Sleptonen, und M1 und M2 fur die Gauginos. Neben diesen Massen-
termen treten mit den Parametern Au, Ad und Ae noch trilineare Kopplungen auf.





hermitesche, u;d;e und Au;d;e beliebige 3  3 Matrizen. Da in dieser Arbeit keine CP -
verletzenden Observablen untersucht werden, werden alle Parameter reell gewahlt. Fer-




, u;d;e und Au;d;e diagonal gewahlt. Dies ist fur
den Prozess e e+ ! H H+ eine sinnvolle Approximation, da zum einen die Yukawa-
Kopplungen der Fermionen u;d;e bekanntermaen kaum oder gar nicht von der Diago-
nalgestalt abweichen und man zum anderen erwartet, dass der Bereich, in dem sich die
Beitrage der Diagramme mit Sfermionen zu den Observablen bewegen konnen, bereits mit
diagonalen Matrizen abgedeckt werden kann. Durch diese Einschrankungen wird die Zahl
der freien Parameter stark reduziert, so dass sich die Diskussion in Kapitel 4 vereinfacht.
2.3.2 Die Masseneigenzustande
Die Masseneigenzustande der Eichbosonen, Leptonen und Quarks werden ganz analog zum
Standardmodell und Zwei-Higgs-Dublett Modell nach den Gleichungen in Tab. 2.1 gewon-
nen.
Bei den Higgs-Bosonen kann man im Prinzip die Formeln aus Gl. (2.19) ubernehmen,
hat aber die SUSY-Einschrankungen von Gl. (2.23) zu beachten. In der Praxis verwendet
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Diese Beziehungen fuhren zu den Einschrankungen
mH0 > mA0; mZ > mh0 ; (2.29a)








Die Gleichungen (2.28) und (2.29) gelten allerdings nur auf dem Bornniveau. Berechnet
man Strahlungskorrekturen zum Higgs-Potential, andern sich diese Relationen. Fur die
Masse des geladenen Higgs-Bosons wurde die Rechnung in der Einschleifenordnung in [45,










































angenahert werden. Obgleich diese Korrekturen meist klein sind, wurde Gl. (2.30), sofern
im Text keine anderen Angaben gemacht werden, verwendet um m2A0 aus der Eingabegroe
m2H  zu berechnen.
Im neutralen Sektor sind die Strahlungskorrekturen zu den Massen groer [47]. Insbe-
sondere gilt mh0 < mZ (Gl. (2.29a)) nicht mehr, was viele weitere Untersuchungen [48]
nach sich gezogen hat. Im CP -geraden Teil des neutralen Higgs-Sektors lassen sich die


















m2Z tan  +m
2
A0 cot   m2Z  m2A0










Der erste Summand ist das Ergebnis in der Bornschen Naherung und der zweite Term gibt
die Strahlungskorrekturen dazu an. Als Naherung an das Ergebnis in der Einschleifenord-

















































































Wenn keine anderslautenden Aussagen gemacht werden, werden diese Formeln verwendet.
Die Diagonalisierung dieser symmetrischen 22-Matrix geschieht mit dem in Anhang A.4.1
beschriebenen Verfahren.
Auch bei den zu dem Fermion f gehorenden Sfermionen ergibt sich fur die Felder ~fL, ~fR

















@ m2f +m2~FL +m2Z cos(2)(T f3  Qfs2w) mf
















wobei T f3 die 3. Komponente des schwachen Isospins des Fermions f und Qf seine elektrische
Ladung ist. (cot )2T
f
3 stellt lediglich eine kompakte Schreibweise fur cot  fur Fermionen
mit T f3 = +1=2 bzw. tan  fur Fermionen mit T
f
3 =  1=2 dar. Die Groen m2~FL und m
2
~fR
bezeichnen die entsprechenden Dublett- bzw. Singulettbrechungsterme aus Gl. (2.27). Fur
die Up-Squark Massenmatrix ist also m2~FL
= m2~qL und m
2
~fR
= m2~uR. Die Massenmatrix in
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Gl. (2.36) ist wieder eine symmetrische 22-Matrix, die fur Af = (cot )2T f3 sogar diagonal
ist und mit dem in Anhang A.4.1 beschriebenen Verfahren diagonalisiert werden kann. Falls
die Brechungsparameter alle von derselben Groenordnung sind, kann man fur die leichten
Fermionen die Massenmatrix ebenfalls durch eine Diagonalmatrix annahern. Umgekehrt
bedeutet dies, dass vor allem fur Top- und Bottom-Squarks die Masseneigenzustande sich
deutlich von den Zustanden in Tab. 2.2 unterscheiden konnen. Obwohl die Lagrangedichte
Gl. (2.27) auch negative Werte fur die Parameter m2~FL
und m2~fR
der sanften SUSY-Brechung
zulasst, fuhrt diese Wahl meist zu negativen Eigenwerten der Massenmatrix Gl. (2.36). Aus
diesem Grund werden bei der Diskussion nur Szenarien mit m2~FL
; m2~fR
 0 betrachtet und
die Groen























2 cos  

(2.39)
eine nicht-diagonale 2 2-Massenmatrix, die in der Literatur auch haug mit dem Symbol




(1  i2) (2.40)
die geladenen Winofelder und  2H1 ,  
1
H2
die geladenen Komponenten der Dubletts  H1 ,
 H2 . Da die Matrix in Gl. (2.39) nicht symmetrisch ist, erfolgt die Diagonalisierung, wie in
Anhang A.4.2 beschrieben, mit Hilfe zweier unitarer Matrizen V̂ und Û . Die Transformation
auf die Weyl-Spinoren  1;2 und 
+














































wM2 swcw( M1 +M2) 0 0
swcw( M1 +M2) s2wM1 + c2wM2 mZ cos   mZ sin 
0 mZ cos  0  
0  mZ sin    0
1
CCA : (2.45)
In Gl. (2.44) treten als Weyl-Spinoren das Photino A = cw
0+sw3, das Zino Z =  sw0+
cw
3 und die neutralen Komponenten  1H1 und  
2
H2
aus den entsprechenden Dubletts auf.
In der Literatur wird die Matrix in Gl. (2.45) haug mit Y 0 bezeichnet. Alternativ ndet




M1 0  mZsw cos  mZsw sin 
0 M2 mZcw cos   mZcw sin 
 mZsw cos  mZcw cos  0  
mZsw sin   mZcw sin    0
1
CCA ; (2.46)
die bezuglich der Basis
  i0; i3;  1H1 ;  2H2 deniert ist. Die Diagonalmatrix erhalt man
dann mit Hilfe einer Matrix N 0 durch
diag(m~01 ; m~02 ; m~03; m~04) = N
0Y 0N 0 1: (2.47)
Diese Matrix N 0 kann fur reelle Brechungsparameter M1, M2 und , wie sie in dieser Arbeit
verwendet werden, aus SO(4) und damit reell gewahlt werden. Diese Wahl fuhrt jedoch
zu Problemen, die weiter unten im Text ausfuhrlicher diskutiert werden. Die Majorana-























 N 0ij + !
+N 0ij )
~ 0j : (2.49)
Allerdings ist die Massenmatrix in Gl. (2.45)) nicht positiv denit und fur bestimm-
te Parameterwerte konnen negative Eigenwerte auftreten. Fur dieses Problem gibt es
3 Losungsmoglichkeiten:
1. Man fuhrt die Rechnung einfach mit negativen Massenparametern durch, wodurch
aber das Ordnen der Neutralinos nach ihren (positiven) Massen erschwert wird.
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2. Es werden Parameter "i 2 f 1;+1g (i 2 f1; 2; 3; 4g) eingefuhrt, so dass deren Pro-
dukt mit dem entsprechenden Eigenwert die (positive) Neutralinomasse ergibt. In
der Praxis erreicht man das am Einfachsten, indem man in Gl. (2.49) "i als Faktor
vor !  einfugt.
3. Die letzte Moglichkeit besteht darin, dass man die Diagonalisierungsmatrix N 0 nicht
aus SO(4) sondern aus SU(4) wahlt6 und in den entsprechenden Zeilen der SO(4)-
Matrix jeden Wert mit einem Faktor i multipliziert.
In dieser Arbeit wurde der letzte Zugang gewahlt.
6was man fur komplexe Parameter ohnehin hatte tun mussen
Kapitel 3
Der Prozess e e+! H H+
In diesem Kapitel werden die Bezeichnungen fur den Prozess e e+ ! H H+ festgelegt
und die Rechnungen beschrieben, die fur die Vorhersage von Wirkungsquerschnitten und
Asymmetrien auf dem Einschleifenniveau notwendig sind.
3.1 Kinematik und Bornsche Naherung
Die Viererimpulse von Elektron und Positron werden mit p und p bezeichnet, ihre Heli-
zitaten mit  und  (;  2 f+; g). Bei den auslaufenden geladenen Skalaren wird der
Impuls von H  mit k, der von H+ mit k bezeichnet.
In den weiteren Rechnungen wird die Masse des Elektrons immer dann vernachlassigt,
wenn dies eine gute Naherung darstellt, also das Verhaltnis m2e=s oder me=mW auftritt.
Nicht vernachlassigt werden kann die Elektronmasse in den infrarotdivergenten Diagram-
men, da dort me in Logarithmen auftritt, die im Limes me ! 0 divergieren.
Die Mandelstam-Variablen werden durch die Gleichungen
s = (p+ p)2 = (k + k)2; (3.1a)
t = (p  k)2 = (p  k)2 und (3.1b)
u = (p  k)2 = (p  k)2 (3.1c)
denierten. Da die aueren Teilchen auf der Massenschale (on-shell) sind, ergibt sich unter
Vernachlassigung der Elektronmasse die Beziehung
s+ t+ u = 2m2H  : (3.2)
Der Streuwinkel  ist deniert als der Winkel zwischen den Impulsrichtungen von Elektron
und negativ geladenem Higgs-Boson im Schwerpunktsystem. Im Schwerpunktsystem kann
man durch geeignete Drehung des Koordinatensystems die Viererimpulse der Teilchen in
der Form
p = (E; 0; 0; E) ; k = (E;ES sin ; 0; ES cos )
p = (E; 0; 0; E) ; k = (E; ES sin ; 0; ES cos ); (3.3)
3.1 Kinematik und Bornsche Naherung 27
mit der Elektronenergie E =
p
s=2 und der Geschwindigkeit der auslaufenden geladenen
Higgs-Bosonen S =
p
1  4m2H =s, schreiben. Damit lassen sich im Schwerpunktsystem
die Mandelstam-Variablen t und u durch die Formeln
t =  s
2
(1  S cos ) +m2H  und
u =  s
2




Der dierentielle Wirkungsquerschnitt d
d

berechnet sich aus dem Matrixelement M




(; ; s; cos ) =
1
642s
SjM(; ; s; cos )j2 ; (3.5)
wobei man das Matrixelement durch Anwendung der Feynmanregeln erhalt.
Als Observable benotigen wir fur diese Arbeit












(; ; s; cos ) ; (3.6)
wobei der Faktor 1=4 aus der Spinmittelung von Elektron und Positron stammt,










(s; cos ) ; (3.7)










(s; cos ) ; (3.8)
 den totalen Wirkungsquerschnitt




F (s) + B(s)
: (3.10)
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Mi F i : (3.11)
in eine Basis aus Standardmatrixelementen Mi , die die Polarisationen der aueren Teil-
chen (hier Spin von Elektron und Positron) enthalten, und Formfaktoren oder invariante
Funktionen F i , die unabhangig von den Polarisationen sind, zu zerlegen. In dem hier
betrachteten Prozess von 2 Fermionen in 2 Skalare lautet eine vollstandige Basis von Stan-
dardmatrixelementen:
M1 = v(p)k=!u(p) (3.12a)
M2 = v(p)!u(p) : (3.12b)
An Stelle der Denition von M1 durch Gl. (3.12a) konnte man auch die symmetrischere
Variante [51]
(M01) = v(p)(k=  k=)!u(p) (3.13)
verwenden. Der Zusammenhang mit den Standardmatrixelementen in Gl. (3.12) wird unter
Verwendung der Energie-Impulserhaltung p+ p = k + k und der Dirac-Gleichung p=u(p) =
mu(p) und p=v(p) =   mv(p) durch
(M01) = 2M1 + mM2  mM 2 (3.14)
hergestellt.
Fur den dierentiellen Wirkungsquerschnitt in Gl. (3.6) benotigen wir das Quadrat
des Absolutbetrages von M. Die Berechnung der dafur benotigten Produkte MiMj wird










(M1)M2 = 0 und (3.15b)
X
Spins
(M2)M2 = Æs : (3.15c)





In dieser Arbeit soll der Prozess e e+ ! H H+ nicht nur in der Bornschen Naherung,
d.h. in der klassischen Naherung, berechnet werden, sondern es sollen auch die Quantenkor-
rekturen in der nachsthoheren Ordnung, der Einschleifenordnung, berucksichtigt werden.
Dazu entwickelt man die Formfaktoren in Gl. (3.11) nach dem Entwicklungsparameter der
Storungsreihe1, der Kopplungskonstanten em aus Gl. (2.12):





1Diese Entwicklung entspricht gleichzeitig einer Entwicklung in h, wie man es fur Quantenkorrekturen
erwartet.


























Abbildung 3.1: Die Borndiagramme fur den Prozess e e+ ! H H+.






















wobei Doppelsummen uber untere Indizes i, j mit Hilfe von Gl. (3.15b) und uber Heli-
zitatsindizes ,  auf Grund von Gl. (3.15a) und Gl. (3.15c) zu einfachen Summen reduziert
wurden.
In der Bornschen Naherung gibt es fur den Prozess e e+ ! H H+ nur die s-Kanal-
diagramme mit dem Austausch eines neutralen Vektor- oder Higgs-Bosons und das t-
Kanaldiagramm mit dem Austausch eines Neutrinos. Das t-Kanaldiagramm und die s-
Kanaldiagramme mit neutralen Higgs-Bosonen sind mit einem Faktor me=mW unterdruckt,
so dass auf Bornniveau nur die beiden in Abb. 3.1 dargestellten Diagramme mit Photon-
und Z-Boson-Austausch im s-Kanal relevant sind.
Fur das Matrixelement in Bornscher Naherung M(0) ergibt sich





























Man erkennt aus Gl. (3.18), dass zum Bornmatrixelement nur das Standardmatrixele-
ment M1 aus Gl. (3.12a) beitragt. Damit kann Gl. (3.17) unter Beachtung, dass F (0)1 reell
2in der hier und in [13] verwendeten Konvention




























Zur Berechnung des Wirkungsquerschnittes in Bornscher Naherung verwendet man






ein und erhalt damit fur das Matrixelement
M(0) = ie2 2
s
[(1 + gZgZPZ)M1 ] : (3.23)
















sin2  : (3.24)






























sin2  : (3.26)
Damit lautet nun der dierentielle Wirkungsquerschnitt fur unpolarisierte Elektronen und



















sin2  : (3.27)
Integriert man nun noch uber das Raumwinkelelement d
, so ergibt sich mitZ
d
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3.2 Die Einschleifenkorrekturen
Einige der heute durchgefuhrten Experimente erreichen eine derartige Prazision bei der
Bestimmung der Messwerte, dass die Genauigkeit der Bornschen Naherung nicht mehr
ausreicht und hohere Ordnungen in der Storungstheorie berechnet werden mussen [52].
Dabei treten in den Feynmandiagrammen geschlossene Linien, sogenannte Schleifen,
auf. Die bei den Rechnungen auftretenden Divergenzen werden in dimensionaler Regulari-
sierung [53] behandelt.
Die Einschleifenkorrekturen werden in folgende Kategorien unterteilt:
 Countertermdiagramme, die topologisch den Borndiagrammen gleichen, wobei aller-
dings eine Kopplung oder ein interner Propagator durch den entsprechenden Coun-
terterm ersetzt wurde.
 Selbstenergiekorrekturen, d.h. Diagramme, deren 1-Teilchen-irreduzibler Anteil Zwei-
Punkt-Funktionen sind. Da als Renormierungsschema ein On-shell Verfahren gewahlt
wurde, das die Residuen der Propagatoren auf 1 setzt, geht von den aueren Teilchen
nur die Wellenfunktionsrenormierung uber die Counterterme ein. In dem Kapitel
uber Selbstenergiekorrekturen werden daher nur die Selbstenergiekorrekturen zu den
inneren Teilchen (Photon und Z-Boson) betrachtet.
 Vertexkorrekturen, also Diagramme, die 1-Teilchen-irreduzible Drei-Punkt-Funkti-
onen enthalten. Diese treten fur den Anfangszustand (e ef;Zg) und fur den End-
zustand (f;ZgH H+) auf.
 Box-Diagramme. Diese enthalten 1-Teilchen-irreduzible Vier-Punkt-Funktionen.
Die Beitrage dieser Kategorien zum Matrixelement werden in den auf die Diskussion des
Renormierungsschemas folgenden Kapitel angegeben. Die generischen Diagramme, die da-
bei jeweils auftreten konnen, sind in Anhang C, die vorkommenden Teilcheneinsetzungen
in Anhang D aufgefuhrt. Da die QED Korrekturen im Zwei-Higgs-Dublett Modell und
im minimale supersymmetrische Standardmodell identisch sind und daher keine, uber die
Bornvorhersage hinausgehende, Information uber das zugrunde liegende Modell liefern und
diese Korrekturen in der Naherung weicher Bremsstrahlung bereits in [23, 27] berechnet
und diskutiert wurden, sind sie nicht Gegenstand dieser Arbeit. Die Diagramme mit virtu-
ellen Photonen sind zwar in Anhang D mit der Bemerkung
"
QED Korrektur\ aufgefuhrt,
werden jedoch bei der Berechnung des Matrixelementes nicht berucksichtigt. Aus diesem
Grund wurden in obiger Auistung der Einschleifenkorrekturen die Bremsstrahlungsdia-
gramme, die auch zu den QED Korrekturen gehoren, weggelassen.
3.2.1 Das Renormierungsschema
Die Renormierung erfolgte in dem On-shell Verfahren [54] nach der Formulierung von [51],
wobei es fur diesen Prozess geeignet erweitert wurde.
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Bei dieser Methode wird die Lagrangedichte in den Masseneigenzustanden geschrieben.
Diese Lagrangedichte bezeichnet man als nackte Lagrangedichte mit nackten Feldern und
nackten Parametern. Die nackten Felder 0 werden als Produkt einer Renormierungskon-
stanten Z und des renormierten Felds  geschrieben. Analoges gilt fur die Kopplungen
(g0 ! Zgg) und die Massen von Bosonen (m20 ! m2+Æm2) und Fermionen (m0 ! m+Æm).
Die Renormierungskonstanten Z, Æm und Æm2 werden nach Potenzen der Kopplungskon-
stanten em entwickelt:




;g + : : : (3.30)
Æm = Æm(1) + Æm(2) + : : : (3.31)
Æm2 = Æm2;(1) + Æm2;(2) + : : : (3.32)
Da in dieser Arbeit nur die Entwicklung bis 1em benotigt wird, werden die Indizes im
Folgenden weggelassen.
Die Renormierungskonstanten fur die Massen und Felder werden durch die Bedingun-
gen festgelegt, dass der Propagator einen Pol besitzt, wenn k2 gleich dem Quadrat der
physikalischen Masse ist, das Residuum dieses Pols gleich 1 ist und die Mischungen von
Teilchen auf der Massenschale verschwinden.
Um die Renormierungskonstanten Z, Æm
2 und Æm aus diesen Bedingungen zu berech-
nen, benotigen wir die renormierten und unrenormierten 1-Teilchen-irreduziblen 2-Punkt-
Greensfunktionen. Die unrenormierten 1-Teilchen-irreduziblen 2-Punkt-Greensfunktionen
von Skalaren, Fermionen und Vektorbosonen in der 't Hooft-Feynman-Eichung und ihre
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In dieser Arbeit werden die unrenormierten Selbstenergien oder ihre Ableitung nach dem
Impuls fur das geladene Higgs-Boson (H H ), das Elektron (ee), Photon (), Z-Boson
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(ZZ) und W-Boson (WW), sowie die Mischung zwischen Photon und Z-Boson (Z)
benotigt. Aus diesen unrenormierten Groen erhalt man die renormierten, die durch einen




2  m2H )  Æm2H  (3.34a)
̂ee(p) = ee(p) + ÆZ
R
e p=!









































Aus den oben angegebenen Forderungen an die Propagatoren, die proportional zum Inver-










































































































A = 0 (3.35j)
Damit lassen sich nun die Renormierungskonstanten durch die unrenormierten Selbstener-
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Fur das geladene Higgs-Boson und das Elektron, die in dem Prozess e e+ ! H H+ nur


















Nachdem nun die Renormierungsbedingungen fur die Felder und Massen aufgestellt und
ausgewertet wurden, muss nun noch die elektrische Ladung deniert werden. Ihre Messung
erfolgt in der Elektron-Photon-Streuung im Thomson Limes, d.h. fur Elektronen auf der
Massenschale und im Grenzfall des Photonimpulses gegen Null. Wenn wir nun verlangen,
dass der Parameter e gerade gleich der elektrischen Ladung ist, so bedeutet dies, dass
alle Strahlungskorrekturen zum ee-Vertex verschwinden mussen. Mit Hilfe einer Ward-






 Qe ÆZZ : (3.38)
Hierbei sind gV und gA aus Gl. (3.25) die vektorielle bzw. axiale Kopplung des Z-Bosons
an das Elektron und Qe =  1 ist die elektrische Ladung des Elektrons.
Es erweist sich als gunstig, die beiden Renormierungskonstanten Æcw und Æsw ein-











































Abbildung 3.2: Die Countertermdiagramme fur den Prozess e e+ ! H H+.
Wir haben hier gesehen, dass sich alle in dieser Arbeit benotigten Renormierungskon-
stanten durch Selbstenergien ausdrucken lassen. Zu beachten ist lediglich, dass die Selbst-
energien abhangig vom gewahlten Modell sind.
3.2.2 Die Counterterme
Die Countertermdiagramme fur den Prozess e e+ ! H H+ werden in Abb. 3.2 dargestellt.
Das Countertermdiagramm (a) stellt die Selbstenergiecounterterme, das Diagramm (b)
die Counterterme zum Anfangs- und das Diagramm (c) die Counterterme zum Endzu-
stand dar. Zu den Box-Diagrammen gibt es keinen Counterterm, da die Theorien renor-
mierbar sind. Die Feynmanregeln fur die Counterterme der Selbstenergien kann man den
Gleichungen (3.33) und (3.34) entnehmen, da sie sich aus Dierenz der renormierten und
unrenormierten 1-Teilchen-irreduziblen 2-Punkt-Greensfunktionen ( ̂    ) ergeben. Nach
























































































Die Kopplungskonstanten gf;Zg nden sich in Gl. (3.20), die Feldrenormierungskonstanten
ÆZ, ÆZZ, ÆZZ, ÆZZZ und ÆZ
fR;Lg
ee in Gl. (3.36) und (3.37b). Die Renormierungskonstan-
ten ÆZe und Æsw=sw sind in Gl. (3.38) und (3.40) angegeben.
Lediglich die Feynmanregeln fur die Counterterme des Endzustandes mussen berechnet
werden. Dazu multipliziert man die Feynmanregel des Vertex fur jedes Feld  mit dem














Abbildung 3.3: Die Selbstenergiekorrekturen fur den Prozess e e+ ! H H+.
Faktor (1 + 1
2
ÆZ), ersetzt e durch e(1 + ÆZe), sw durch sw(1 + Æsw=sw), cw durch cw(1 +






gH H+ÆZZ fur den H
 H+Z Vertex.
Damit ergibt sich fur den H H+ Vertex:
ie! ie











































Die Renormierungskonstante ÆZH H  ist in Gl. (3.37a) angegeben. Die Ergebnisse stimmen
mit den Feynmanregeln fur die Counterterme zu dem G G+ und G G+Z Vertex aus [51]
uberein3, was nicht uberrascht, da die Feynmanregeln durch die SU(2)W U(1)Y Struktur
festgelegt sind.
Da auf Bornniveau keine H W+ und ZH W+ Vertices existieren, braucht die W H -
Mischung nicht betrachtet werden.
3.2.3 Die Selbstenergiekorrekturen
Eine graphische Darstellung der Selbstenergiekorrekturen ndet sich in Abb. 3.3.
Sie setzen sich zusammen aus der (unrenormierten) Photonselbstenergie  , der Pho-
ton-Z-Mischung Z, der Z-Photon-Mischung Z = Z und der Z-Selbstenergie ZZ. Der
3bis auf die dort fehlende Feldrenormierung ÆZG  und die unterschiedliche Wahl des Vorzeichens von
sw






Abbildung 3.4: Die Korrekturen zum Anfangszustand fur den Prozess e e+ ! H H+.
Beitrag der Selbstenergien und Mischungen, deren Zerlegung nach Lorentz-kovarianten

























Hierbei ist V1V2 2 f; Z;Z;ZZg. Man beachte, dass weder hier noch bei der Bestim-
mung der Counterterme von den Eichbosonselbstenergien oder Mischungen der longitudi-
nale Anteil LV1V2 benotigt wird.
Zur Berechnung von TV1V2 verwendet man die in Anhang C.1.1 angegebenen Resul-
tate fur die generischen Diagramme der Vektorbosonselbstenergie. Die jeweils zulassigen
Teilcheneinsetzungen sind in den Tabellen in Anhang D aufgelistet.
3.2.4 Die Korrekturen zum e e+f;Zg-Vertex
Benden sich die aueren Fermionen, hier also das einlaufende Elektron und Positron, auf
der Massenschale, so kann man das Ergebnis des Fermion-Fermion-Vektorboson-Vertex auf






















Abbildung 3.5: Die Korrekturen zum Endzustand fur den Prozess e e+ ! H H+.













2AM1 + (p  p)(k   k)BM2 + (p+ p)(k   k)CM2

: (3.47)
Da (p + p)(k   k) = (k + k)(k   k) = k2   k2 = m2H   m2H+ = 0 entfallt der Beitrag von
C. Ferner ergibt sich bei der Berechnung von B, dass entweder von den Propagatoren






Die Groe A kann man den in Anhang C.2.1 angegebenen Resultaten fur die gene-
rischen Diagramme entnehmen. Die jeweils zulassigen Teilcheneinsetzungen sind in den
Tabellen in Anhang D aufgelistet.
3.2.5 Die Korrekturen zum H H+f;Zg-Vertex








( Ak +Bk) : (3.49)





Abbildung 3.6: Die Box-Diagramme fur den Prozess e e+ ! H H+.














als Beitrag zum Gesamtmatrixelement.
Die Groen A und B konnen den in Anhang C.2.2 angegebenen Resultaten fur die
generischen Diagramme entnommen werden. Die jeweils zulassigen Teilcheneinsetzungen
sind in den Tabellen in Anhang D aufgelistet.
3.2.6 Die Box-Diagramme
Bei den in Abb. 3.6 dargestellten Boxkorrekturen ergibt eine Zerlegung des Ergebnisses in
Lorentz-kovariante Groen genau die fur diesen Prozess gewahlten Standardmatrixelemente
aus Gl. (3.12) und der Beitrag zum Gesamtmatrixelement lautet
i2em(F

1M1 + F 2M2) : (3.51)
In Anhang C.3 sind die Ergebnisse fur F 1;2 fur die generischen Box-Diagramme an-





Die generischen Diagramme aus Anhang C wurden zusammen mit den zugehorigen Teil-
cheneinsetzungen aus Anhang D und den Feynmanregeln aus Anhang B in ein FORTRAN
Programm implementiert. Die Berechnung der Schleifenintegrale inklusive der Tensorre-
duktion, die in Anhang A.2 genauer deniert sind, wurde mit Hilfe von Routinen von
Denner durchgefuhrt.
Folgende Tests wurden zur Uberprufung der Rechnungen und des Programms durch-
gefuhrt:
 Es wurde analytisch gezeigt, dass die Summe der in Anhang D als QED-Korrekturen
bezeichneten Diagramme unabhangig vom Eichparameter des Photons und dem des
Z-Bosons ist.
 Die UV-Endlichkeit des Prozesses (mit und ohne die QED Diagramme) wurde nume-
risch kontrolliert. Die UV-Endlichkeit der QED Diagramme wurde zusatzlich analy-
tisch uberpruft.
 Die Unabhangigkeit des Ergebnisses von den Feldrenormierungskonstanten der inne-
ren Teilchen wurde analytisch und numerisch nachgewiesen.
 Die Richtigkeit der Feynmanregeln wurde numerisch durch einen Vergleich mit einer
von Blank [55] durchgefuhrten unabhangigen Implementierung kontrolliert.
 Fur die Selbstenergien der Vektorbosonen (inklusive Mischung) und der Elektronen
sowie fur die Korrekturen zum Anfangszustand wurde ein numerischer Vergleich mit
den Ergebnissen von Schappacher [56] sowohl fur das Zwei-Higgs-Dublett Modell
(THDM) als auch fur das minimale supersymmetrische Standardmodell (MSSM)
durchgefuhrt.
 Die Beitrage mit Top- und Bottom-Quarks wurden von FeynArts [57] generiert und
sowohl mit FeynCalc [58] als auch mit FormCalc [59] berechnet. Es wurde veriziert,
dass die Zahlenwerte ubereinstimmen.
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 Die Ergebnisse der Diagramme, die im Zwei-Higgs-Dublett Modell auftreten oder
Top- bzw. Bottom-Squarks enthalten, wurden numerisch mit den Resultaten von
Arhrib [60] verglichen. Hierbei ist anzumerken, dass sich die Zahlenwerte, mit denen
Ubereinstimmung erzielt wurde, von den in [23, 25, 26, 27] veroentlichten unter-
scheiden (vergleiche Abb. 4.8).
Als Eingabeparameter fur die hier betrachteten Modelle wurden em, die Massen der
Standardfermionen und die Massen der Eichbosonen verwendet. Die Cabibbo-Kobayashi-
Maskawa-Matrix wurde durch die Einheitsmatrix angenahert, da die Eekte durch die
Familienmischung bei dem Prozess e e+ ! H H+ klein sind.
Zusatzlich zu diesen bekannten Groen existieren weitere Parameter, die bisher nicht
gemessen werden konnten. Im Zwei-Higgs-Dublett Modell wurden als freie Parameter die
Massen der Higgs-Bosonen, die Rotationswinkel  und  (bzw. tan ), sowie der Para-
meter 5 des Higgs-Potentials gewahlt. Die Einschrankungen des minimalen supersymme-
trischen Standardmodells sorgen dafur, dass im Higgs-Sektor nur noch zwei unabhangige
Groen existieren, fur die in dieser Arbeit die Masse des geladenen Higgs-Bosons und das
Verhaltnis der Vakuumerwartungswerte, tan , gewahlt wurde. Die Massen der anderen
Higgs-Bosonen und der Rotationswinkel  wurden mit den in Gl. (2.30) und Gl. (2.32)
angegebenen Formeln berechnet. Die weiteren freien Parameter des minimalen supersym-
metrischen Standardmodells stammen von Termen der Lagrangedichte, die fur die sanfte
Brechung verantwortlich sind, und aus dem Higgs-Potential, wie beim Parameter .
Werden im Text keine anderen Angaben gemacht, so werden die Referenzzahlenwerte
aus Anhang A.3 verwendet. Diese Werte entsprechen entweder gemessenen Groen oder
wurden moglichst so gewahlt, dass sich die Eekte aus unterschiedlichen Sektoren getrennt
voneinander untersuchen lassen. Z.B. wurden die SUSY-Brechungsparameter gro gewahlt,
um den Einuss von SUSY-Teilchen auf die Vorhersage klein zu halten, wenn nicht genau
diese Abhangigkeiten untersucht werden sollen.
Die Ergebnisse bisheriger Experimente [61, 28, 29, 62, 11], sei es aus direkter Suche oder
indirekt wie bei dem Zerfall b ! s, fuhren dazu, dass bestimmte Parameterkombinationen
ausgeschlossen sind. Diese Einschrankungen wurden beachtet. Konkret wurden folgende
Grenzen fur das minimale supersymmetrische Standardmodell berucksichtigt:
mh0 > 80 GeV ; mA0 > 83 GeV ; mH  > 60 GeV ;
m~0
1
> 14 GeV falls tan  > 1 , m~ 1 > 86 GeV ;
m~e1 > 80 GeV ; m~1 > 74 GeV ; m~1 > 55 GeV ;
m~t1 > 85 GeV falls m~t1  m~01 > 5 GeV
m~b1 > 55 GeV falls m~t1  m~01 > 5 GeV
Dabei wurde die Konvention verwendet, dass der Index 1 das jeweils leichteste Neutra-
lino, Chargino bzw. Sfermion bezeichnet.
Im Zwei-Higgs-Dublett Modell gilt mH  > 60 GeV bzw. im Typ II sogar mH  >
150 GeV. Fur die neutralen Higgs-Bosonen wurden im Rahmen des Zwei-Higgs-Dublett
Modells Typ II in [28] Massenschranken angegeben. Diese lassen sich fur tan  > 1 zu
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mh0 > 70 GeV falls mA0 < 80 GeV und fur tan  < 1 zu mh0 > 50 GeV falls mA0 < 60 GeV
zusammenfassen. Neben diesen experimentellen unteren Schranken liefert die Forderung
nach Unitaritat obere Schranken an die Massen der Higgs-Bosonen von O(1 TeV) [63].
Weitere Einschrankungen an den erlaubten Parameterbereich von Erweiterungen des
Standardmodells lassen sich aus Prazisionsobservablen, wie z.B. dem -Parameter [7], ge-
winnen. Die Abweichung des -Parameters von der Bornvorhersage  = 1 kommt im We-
sentlichen von groen Massendierenzen von Teilchen aus demselben SU(2)W -Dublett, im
Standardmodell also vor allem aus dem Top-/Bottomsektor. Im minimalen supersymme-
trischen Standardmodell stammt der dominante Beitrag zu









aus dem Stop-/Sbottomsektor. Da im nicht-supersymmetrischen Zwei-Higgs-Dublett Mo-
dell die Parameter des Higgs-Sektors keinen SUSY-Einschrankungen unterworfen sind,
konnen im THDM durch virtuelle Higgs-Bosonen signikante Beitrage zu  auftreten
[64]. Die Experimente liefern Werte fur , die mit den Vorhersagen des Standardmo-
dells vertraglich sind. Aus diesem Grund durfen die Beitrage von virtuellen Top-/Bottom-
Squarks bzw. Higgs-Bosonen zu  die experimentelle Ungenauigkeit nicht uberschreiten.
Hier wurde als Grenze an diese Beitrage der Wert 1:3  10 3 verwendet, da dies gema
[65], dessen Groe 1 gerade  entspricht, ungefahr die experimentelle Ungenauigkeit ist.
Neben den bereits beschriebenen Einschrankungen wurde bei der numerischen Aus-
wertung weiterhin kontrolliert, ob die Kopplungskonstanten sich in einem Rahmen bewe-
gen, der eine storungstheoretische Beschreibung des Prozesses als sinnvoll erscheinen lasst.
Hierfur wurden folgende Grenzen an die Kopplungskonstanten im Programm implementiert
(fur die Denition von  (: : : ) siehe Anhang B):
em j (SSSS)j ; em j (SSVV)j ; em j (VVVV)j  10 ; (4.2a)
em




















 10 : (4.2d)
Hierbei steht S fur ein skalares Teilchen, f fur ein Fermion und V fur ein Vektorboson.
Fur diese Arbeit sind nur die Grenzen an die Higgs-Selbstkopplungen (im Zwei-Higgs-
Dublett Modell) und an die Higgs-Sfermion-Sfermion-Kopplungen (im minimalen super-
symmetrischen Standardmodell) relevant. Die Grenze in Gl. (4.2c) wurde [11] entnommen
und ergibt sich aus der maximalen Groe der Kopplung dreier Higgs-Bosonen des Standard-
modells, fur die das Modell die Unitaritat erhalt. Man beachte, dass dieser Wert deutlich
uber den Grenzen in Gl. (4.2d) liegt.
In Abb. 4.1 ist die Bornsche Naherung fur den Wirkungsquerschnitt fur den Prozess





s = 500 GeV
p
s = 1000 GeV
p
s = 1500 GeV
p
s = 2000 GeV
Abbildung 4.1: Der Wirkungsquerschnitt in fbarn fur den Prozess e e+ ! H H+ in der




s aufgetragen. Diese Kurven sind sowohl im Zwei-Higgs-
Dublett Modell als auch im minimalen supersymmetrischen Standardmodell gultig, da die
Kopplungen des geladenen Higgs-Bosons an Photon und Z-Boson durch die Eichstruktur
festgelegt sind und daher der dierentielle Wirkungsquerschnitt aus Gl. (3.27) neben den
kinematischen Groen s und  nur noch von Parametern des Standardmodells und (uber
den Phasenraum) von der Masse des geladenen Higgs-Bosons abhangt. Ferner erkennt man
an Gl. (3.27), dass die Vorwarts-Ruckwarts-Asymmetrie in der Bornschen Naherung Null
ist.
Im Umkehrschluss bedeutet dies, dass man bei dem Prozess e e+ ! H H+ bei der
Berechnung von Observablen uber die Bornsche Naherung hinausgehen und hohere Ord-
nungen berucksichtigen muss, um eine Unterscheidung zwischen Zwei-Higgs-Dublett Mo-
dell und minimale supersymmetrische Standardmodell zu ermoglichen. Zur Verdeutlichung






der Einschleifenvorhersage des Wirkungsquerschnittes () von der Bornvorhersage ((0))
relativ zur Bornvorhersage diskutiert.




s = 500 GeVp
s = 1000 GeVp
s = 1500 GeVp
s = 2000 GeV
Abbildung 4.2: Die relativen Abweichungen des Wirkungsquerschnitts in der Einschleifen-
vorhersage zur Bornschen Naherung im minimalen supersymmetrischen Standardmodell
fur 4 verschiedene Schwerpunktsenergien als Funktion der Masse des geladenen Higgs-
Bosons. Der Einschub zeigt eine Vergroerung der Vorhersage fur
p
s = 500 GeV. Die
Parameter der sanften SUSY-Brechung und der Parameter  des Higgs-Potentials wurden
auf 1000 GeV und tan  = 2 gesetzt.
4.1 Der totale Wirkungsquerschnitt im MSSM
In Abb. 4.2 soll untersucht werden, wie die Strahlungskorrekturen die in Abb. 4.1 dargestell-
ten Vorhersagen in Bornscher Naherung modizieren. Daher wurde  fur
p
s = 500 GeV,p
s = 1000 GeV,
p
s = 1500 GeV und
p
s = 2000 GeV uber der Masse des geladenen Higgs-
Bosons1 aufgetragen. In dem Ausschnittsbild ndet man eine Vergroerung des Ergebnisses
fur
p
s = 500 GeV. Als Zahlenwerte fur die anderen Parameter wurden
tan  = 2;  = 1000 GeV;
m~qL = m~lL = 1000 GeV fur alle Sfermiondubletts;
m~uR = m ~dR = m~eR = 1000 GeV fur alle Sfermionsinguletts;
Af = 1000 GeV fur alle Sfermionen;
(4.4)
1Dabei sollte berucksichtigt werden, dass die gewahlten Parameter fur mH  < 140GeV im MSSM zu
Vorhersagen fur mh0 bzw. mA0 fuhren, die unter den experimentellen Schranken liegen. Im THDM Typ I
ist jedoch mH  < 140GeV nicht ausgeschlossen.
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verwendet. Die Zahlenwerte in Gl. (4.4) dienen als Standardreferenz fur dieses Kapitel uber
das MSSM und werden immer dann verwendet, wenn keine anderen Werte angegeben sind.
Die Zahlen wurden so gewahlt, dass der Einuss von SUSY-Teilchen auf die Vorhersagen
gering ist.
In Abb. 4.2, vor allem dem Einschub, erkennt man Spitzen der Kurven bei mH  =
169 GeV und mH  = 178:5 GeV. Diese treten auf Grund einer Singularitat in der Renor-
mierungskonstanten ZH H  der Wellenfunktion des geladenen Higgs-Bosons auf, die in den
Counterterm zum Endzustand eingeht. Die Singularitat lasst sich auf die Ableitung der
Funktion B0(p
2; m1; m2) (siehe Anhang A.2) nach p
2, die fur p2 = (m1 + m2)
2 nicht de-
niert ist, zuruckfuhren. Die Singularitaten konnen physikalisch mit dem Uberschreiten der
Schwelle des Zerfalls H  ! W h0 (mH  = 169 GeV) bzw. H  ! tb (mH  = 178:5 GeV) fur
wachsende Werte von mH  in Verbindung gebracht werden. Diese Singularitaten wurden
behoben, wenn man die Breite des geladenen Higgs-Bosons berucksichtigen wurde und
haben daher keine physikalische Bedeutung.
Ferner sieht man, dass die Strahlungskorrekturen in der Nahe der H H+-Produktions-
schwelle eher zu einer Erhohung des Wirkungsquerschnittes fuhren, wohingegen sie weit weg
von der Schwelle zu einer Erniedrigung fuhren. Die entsprechenden Kurven fur das Zwei-
Higgs-Dublett Modell Typ II und Typ I mit den SUSY-Einschrankungen im Higgs-Sektor
unterscheiden sich von den in Abb. 4.2 dargestellten um weniger als 0:002, sofern man sich
nicht in der Nahe der H  ! W h0-Schwelle bendet. Dies bestatigt die Erwartung, dass
die SUSY-Teilchen fur groe Massen, die sich bei den gewahlten groen Werten fur die
Parameter der sanften SUSY-Brechung ergeben, entkoppeln. Ferner zeigt sich, dass sich
das Zwei-Higgs-Dublett Modell Typ II fur den in Abb. 4.2 gewahlten kleinen Wert von
tan  kaum vom Typ I unterscheidet. Einen ausfuhrlicheren Vergleich zwischen THDM
Typ I und Typ II ndet sich in Kapitel 4.2.
Die Abhangigkeit der Vorhersagen des minimalen supersymmetrischen Standardmo-
dells vom Verhaltnis der Vakuumerwartungswerte, tan , wird in Abb. 4.3 dargestellt.
Aufgetragen ist  aus Gl. (4.3) uber tan . Dabei wurde fur tan  in dem Gesamtbild
eine logarithmische, in dem Einschub eine lineare Skala gewahlt. Man erkennt, dass die
Strahlungskorrekturen vor allem fur groe und kleine Werte von tan  deutliche Abwei-
chungen von der Vorhersage in Bornscher Naherung bewirken konnen. Die Ursache hierfur
sind die Beitrage von Diagrammen mit virtuellen Top- und Bottom-Quarks, deren Yukawa-
Kopplungen an das geladene Higgs-Boson fur kleine Werte von tan  mit mt tan  und fur
groe mit mb cot  verstarkt werden. Fur mittlere Werte von tan  (2 < tan  < 20)
sind die Kurven recht ach und der Beitrag des Top-/Bottom-Sektors zu  ist klein. Das
Minimum der Beitrage wird fur tan   6 
p
mt=mb erreicht.
Die Sensitivitat dieses Prozesses auf tan  ist in der Nahe der H H+-Produktionsschwel-
le geringer als fur leichte Higgs-Bosonen bei hoher Energie (gestrichelte Linie), wobei aber
zu beachtet ist, dass die Produktionsrate fur geladene Higgs-Bosonen mit einer Masse von
150 GeV bei
p
s = 500 GeV ca. 5 Mal groer ist als bei
p
s = 1500 GeV.
Nachdem bisher mit mH  und tan  Parameter diskutiert wurden, die sowohl im mini-
malen supersymmetrischen Standardmodell als auch im Zwei-Higgs-Dublett Modell auftre-
ten, werden jetzt Parameter betrachtet, die nur im minimalen supersymmetrischen Stan-












Abbildung 4.3: Die relativen Abweichungen des Wirkungsquerschnitts in der Einschleifen-
vorhersage zur Bornschen Naherung im minimalen supersymmetrischen Standardmodell
als Funktion von tan . Im Gesamtbild wurde die x-Achse logarithmisch, im Einschub li-
near gewahlt. Die Parameter der sanften SUSY-Brechung und der Parameter  des Higgs-
Potentials wurden auf 1000 GeVgesetzt.
dardmodell vorkommen. Zuerst soll die Abhangigkeit von den Parametern , M1 und M2
diskutiert werden. Diese Groen bestimmen, zusammen mit den Eichbosonmassen und
tan , die Massen der Charginos (Gl. (2.39)) und Neutralinos (Gl. (2.45)) sowie die da-
zugehorigen Diagonalisierungsmatrizen V̂ , Û (Gl. (2.41)) und N 0 (Gl. (2.47)). Ferner geht
 in die Massenmatrizen der Sfermionen (Gl. (2.36)) ein. Dieser Eekt ist jedoch ver-
nachlassigbar klein, da die Brechungsmassen im Sfermionsektor gro gewahlt wurden, so
dass die Sfermionen schwer sind und entkoppeln.
Es stellt sich heraus, dass der Wirkungsquerschnitt fast nicht von dem sanften Bre-
chungsparameter M1, der fur einen Massenterm des Binos, dem SUSY-Partner des U(1)Y -
Eichbosons B, sorgt und daher nur in den Neutralinosektor eingeht, abhangt. Fur den
Parameter M2, der den Winos (die SUSY-Partner der SU(2)W -Eichbosonen W
a
 ) Masse
gibt, erkennt man nur fur M2 < 400 GeV eine sichtbare Anderung von , die im Prozent-
bereich liegen kann. Die starkste Variation der Einschleifenvorhersage ndet man jedoch
fur den Parameter  des Higgs-Potentials.
Aus diesem Grund wurde  in Abb. 4.4 als Funktion von  aufgetragen, wobei  auf
die Intervalle 25 GeV  jj  550 GeV eingeschrankt wurde. In der linken Spalte wurde













Abbildung 4.4: Die Korrektur  in Abhangigkeit von dem Parameter  des Higgs-
Potentials. In der linken Spalte ist tan  = 2, in der rechten tan  = 40. In der oberen
Reihe ist mH  = 220 GeV,
p
s = 500 GeV, darunter mH  = 220 GeV,
p
s = 1500 GeV und
in der unteren Reihe mH  = 500 GeV,
p
s = 1500 GeV. Es ist M2 = 150(400)[1000] GeV
fur die durchgezogene (gestrichelte) [gepunktete] Linie und M1 =
5
3
tan2 wM2. Der hell-
(mittel-)[dunkel-]graue Bereich ist fur M2 = 150(400)[1000] GeV ausgeschlossen.
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tan  = 2 und in der rechten tan  = 40 gewahlt. Die obere Reihe stellt die Vorhersagen
fur  fur mH  = 220 GeV und
p
s = 500 GeV dar. Darunter wurde mH  = 220 GeV undp
s = 1500 GeV und in der unteren Reihe mH  = 500 GeV und
p
s = 1500 GeV gewahlt. In
jedem Diagramm entspricht die durchgezogene Linie M2 = 150 GeV, die gestrichelte Linie
M2 = 400 GeV und die gepunktete Linie M2 = 1000 GeV. Der sanfte Brechungsparameter




tan2 wM2 ; (4.5)
die fur eine Vereinheitlichung der sanften Brechungsparameter M1 und M2 bei der GUT-
Skala sorgt, festgelegt.
Fur kleine Werte von  wird das Chargino ~ 1 und teilweise auch das Neutralino ~
0
1 so
leicht, dass es unter den experimentellen Schranken liegt. Konkret ist der hellgrau unter-
legte Bereich fur M2 = 150 GeV, der mittelgraue fur M2 = 400 GeV und der dunkelgraue
fur M2 = 1000 GeV experimentell ausgeschlossen.
Aus Abb. 4.4 erkennt man, dass die Kurven fur groes jj meist relativ ach sind
und die groten Korrekturen fur kleines jj erzielt werden. In den Kurven nden sich
viele Spitzen, die Schwellen entsprechen. Sie treten dann auf, wenn die Chargino- und
Neutralinomassen sich gerade so ergeben, dass diverse Teilchen entweder produziert werden
konnen oder Zerfalle H  ! ~ i ~0j , Z ! ~0i ~0j , Z ! ~ i ~+j oder W  ! ~ i ~0j moglich
sind. Die bei den Zerfallen teilweise auftretenden Singularitaten sind jedoch, wie bereits
fruher erwahnt, unphysikalisch und wurden bei Berucksichtigung der jeweiligen Breiten
verschwinden. Beispielhaft werden hier die einzelnen Spitzen fur mH  = 220 GeV,
p
s =
500 GeV, M2 = 150 GeV und tan  = 2 (durchgezogene Linie in dem Diagramm links oben
in Abb. 4.4) diskutiert, auch wenn sie im verbotenen Bereich  69 GeV    172 GeV
liegen.
Die erste Spitze ndet sich bei    230 GeV. Sie stammt zum einen aus der Pro-
duktion von ~03 ~
0
4 bei  =  235 GeV, die uber die Z-Selbstenergie und uber den ZH H+-
Vertex eingehen. Dominiert wird die Struktur jedoch von der ~ 2 ~
+
2 -Produktion, die fur
 =  227 GeV einsetzt und uber alle Eichbosonselbstenergien in den Wirkungsquer-
schnitt eingeht. Bei    154 GeV ist mH  = m~ 1 + m~01 , so dass die Ableitung der
H -Selbstenergie, die durch den Counterterm zu den Korrekturen zum Endzustandsver-
tex beitragt, divergiert. Weitere Zerfallskanale des geladenen Higgs-Bosons onen sich bei
 =  109 GeV (H  ! ~ 1 ~02) und bei  =  43 GeV (H  ! ~ 2 ~01). Ebenfalls uber
die Counterterme gehen die Zerfalle W  ! ~ 1 ~01 bei  =  30 GeV und Z ! ~01 ~02 bei
 =  27 GeV ein. Der Einuss des W -Zerfalls erfolgt indirekt uber die Renormierung des
schwachen Mischungswinkel durch Æsw
sw
und geht daher nur in die renormierten Ze e+ und
ZH H+ Vertices ein.
Fur positive Werte von  erkennt man die erste Struktur bei  = 34 GeV. Dort hat
m~ 
1
< 0:4 GeV ein Minimum. Dieser Eekt ist im Endergebnis sichtbar, da das Laufen




als groe Logarithmen eingehen. Der Beitrag des Zerfalls Z ! ~02 ~02 zu dieser Struktur ist
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dagegen vernachlassigbar. Die Schwelle in Æswsw bei  = 56 GeV, die dem Zerfall W
  ! ~ 1 ~02
entspricht, wird von der Singularitat der Wellenfunktion des geladenen Higgs-Bosons bei
 = 62 GeV uberdeckt, da dort mH  = m~ 1 +m~
0
4
ist. Die folgenden Spitzen stammen von
den Zerfallen H  ! ~ 2 ~01 bei  = 86 GeV, Z ! ~ 1 ~+1 bei  = 97 GeV, W  ! ~ 1 ~01 bei
 = 108 GeV und H  ! ~ 1 ~03 bei  = 144 GeV. Anschlieend erkennt man die Produkti-
onsschwellen fur ~ 2 ~
+




4 bei  = 221 GeV. Bei  = 232 GeV sieht
man eine Spitze auf Grund des Zerfalls H  ! ~ 1 ~02. Die Produktionsschwellen von ~ 1 ~+2
bei  = 347 GeV und von ~01 ~
0
3 bei  = 432 GeV sind in Abb. 4.4 kaum noch zu erkennen.
Wahlt manM2 groer (gestrichelte und gepunktete Linien), erhoht also
p
s von 500 GeV
auf 1500 GeV, so treten weniger Strukturen auf, da sich die verschiedenen Schwellen zu
kleineren Werten von jj verschieben. Geht man von der oberen Reihe zur mittleren, so
erkennt man das Verschwinden der Produktionsschwellen, da die Charginos und Neutra-
linos nun im gesamten Bereich so leicht sind, dass sie erzeugt werden konnen und mit
der Variation von  nie eine Produktionsschwelle uberschritten wird. Die Zerfallsschwellen
nden sich hingegen an genau denselben Stellen. Fur ein schweres geladenes Higgs-Boson
und M2 = 150 GeV (durchgezogene Linien in der unteren Reihe) existieren so viele Zer-
fallsschwellen, dass die Kurven nur noch wenig Aussagekraft besitzen. Die Anderung von
tan  fuhrt vor allem zu einer Verschiebung von , die von der bereits diskutierten starken
Abhangigkeit der Einschleifenvorhersage von den Yukawa-Kopplungen uber die Beitrage
von Top/Bottom und, in geringerem Mae, Stop/Sbottom kommt. Die Form der Kurven
andert sich auerhalb der Schwellen nur wenig.
In der bisherigen Diskussion hat sich gezeigt, dass die Abhangigkeit von tan  die
starksten Veranderungen in der Einschleifenvorhersage fur den Wirkungsquerschnitt nach
sich zieht und die dominanten Beitrage von den schweren Fermionen (vor allem Top- und
Bottom-Quark) und ihren Superpartnern stammen. Da die Fermionmassen bereits gemes-
sen wurden und ihre Kopplungen an nicht-SUSY-Teilchen nach der Wahl von tan  fest-
liegen, lassen sich hier keine weiteren Abhangigkeiten diskutieren. Anders ist die Situati-
on bei den Top- und Bottom-Squarks. Hier lassen sich die Kopplungen  (H ~bL~tR) und
 (H ~bR~tL) uber die Parameter At, Ab und  variieren. Desweiteren hangen die Massen
der Top- und Bottom-Squarks zusatzlich noch von dem Dublettbrechungsparameter m~qL
und den Singulettbrechungsparametern m~tR und m~bR ab.
Aus diesem Grund wurde in Abb. 4.5  uber dem Dublettbrechungsparameter m~qL aus
dem Stop-/Sbottom-Sektor aufgetragen. Alle Brechungsparameter, die nicht in die Stop-
und Sbottom-Massen eingehen, wurden festgehalten, so dass die Massen und Kopplungen
der anderen Sfermionen innerhalb der jeweiligen Spalten unverandert bleiben.
In der oberen Reihe wurde wieder mH  = 220 GeV,
p
s = 500 GeV, in der mittleren
mH  = 220 GeV,
p
s = 1500 GeV und in der unteren mH  = 500 GeV,
p
s = 1500 GeV
gesetzt. In der linken Spalte wurde tan  = 2, in der rechten tan  = 40 gewahlt. Der
Referenzwert fur den Parameter des Higgs-Potentials  = 1000 GeV konnte nur fur die linke
Spalte verwendet werden. In der rechten Spalte hatte diese Wahl zu negative Eigenwerte
in der Stop-Massenmatrix gefuhrt, so dass dort  = 100 GeV gewahlt wurde.
Fur tan  = 2 (linke Spalte) stellte sich heraus, dass die Abhangigkeit des Wirkungs-
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Abbildung 4.5: Die Korrektur  in Abhangigkeit von den SUSY-Brechungsparametern
m~qL, m~tR und m~bR im Stop/Sbottom-Sektor. In der linken (rechten) Spalte ist tan  = 2
(tan  = 40), m~tR = m~qL (m~bR = m~qL) und  = 1000 GeV ( = 100 GeV). In der oberen
Reihe ist mH  = 220 GeV,
p
s = 500 GeV, darunter mH  = 220 GeV,
p
s = 1500 GeV
und in der unteren Reihe mH  = 500 GeV,
p
s = 1500 GeV. In den Gesamtbildern ist fur
die durchgezogene Linie m~bR = 1000 GeV (m~tR = 1000 GeV), fur die gestrichelte m~bR =
300 GeV (m~tR = 600 GeV) und fur die gepunktete At =

tan 
und Ab =  tan . Nicht
angegebene Parameter nden sich in Gl. (4.4). Fur die Einschube, siehe Text.
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querschnitts von m~qL der Abhangigkeit von m~tR sehr ahnelt, weshalb in der linken Spalte
m~tR = m~qL gewahlt wurde. In den Gesamtbildern fur tan  = 2 (linke Spalte) entsprechen
die durchgezogenen Linien der MSSM-Vorhersage fur m~bR = 1000 GeV und die gestrichel-
ten m~bR = 300 GeV. In beiden Fallen wurden die Referenzwerte At = Ab = 1000 GeV
verwendet. Die gepunkteten Kurven in den Gesamtbildern der linken Spalte stellen fur
m~bR = 1000 GeV den Fall dar, in dem im Stop- und Sbottom-Sektor keine Mischung auf-
tritt, d.h. dass die Masseneigenzustande von den Feldern ~qL, ~tR und ~bR erzeugt werden.
Erreicht wird dies durch die Wahl At = = tan  und Ab =  tan , womit die Massenma-
trix in Gl. (2.36) diagonal wird. Der grau schattierte Bereich gibt das Intervall an, in dem
die Einschleifenvorhersage fur mh0 aus Gl. (2.32) im Fall von Mischung im Stop-/Sbottom-
Sektor unter den experimentellen Schranken liegt.
Die Einschube in der linken Spalte dienen zur besseren Illustration der Unterschie-
de zwischen diesen drei Szenarien. Die durchgezogenen Linien in den Einschuben geben
fur m~bR = 1000 GeV die Dierenz der Vorhersagen fur  im Fall von Mischung im
Stop-/Sbottom-Sektor zum Fall ohne Mischung an. Dies entspricht der Dierenz der durch-
gezogenen und der gepunkteten Kurven in den Gesamtbildern. Hierbei ist zu beachten,
dass im Einschub der oberen und mittleren Abbildung die durchgezogene Linie nur fur
m~qL > 425 GeV eingezeichnet ist, da im Fall keiner Mischung die Vorhersage von mh0
fur kleinere Werte von m~qL unter den experimentellen Schranken liegt. Im Einschub der
unteren Abbildung ist die durchgezogene Linie erst ab m~qL = 450 GeV dargestellt, da fur
kleinere Werte von m~qL die Dierenz bereits im Gesamtbild gut erkennbar ist. Die Dierenz
der durchgezogenen (m~bR = 1000 GeV) und der gestrichelten (m~bR = 300 GeV) Kurven der
Gesamtbilder, mit der die Abhangigkeit der Vorhersagen von m~bR im Fall von Mischung
im Stop-/Sbottom-Sektor illustriert werden soll, ist in den Einschuben der linken Spalte
durch die gestrichelten Linien dargestellt. Dementsprechend geben die gepunkteten Linien
im Fall keiner Mischung im Stop-/Sbottom-Sektor die Unterschiede in den Vorhersagen fur
 fur m~bR = 1000 GeV zu denjenigen fur m~bR = 300 GeV an.
Da fur tan  = 40 (rechte Spalte) die Kopplungen, die mb enthalten mit tan  verstarkt
und diejenigen mit mt mit cot  unterdruckt sind, sind die Rollen von m~tR und m~bR na-
hezu vertauscht: Da die Abhangigkeit des Wirkungsquerschnitts von m~qL derjenigen von
m~bR ahnelt, wurde in der rechten Spalte m~bR = m~qL gewahlt. In den Gesamtbildern fur
tan  = 40 (rechte Spalte) entsprechen die durchgezogenen Linien den MSSM-Vorhersagen
fur m~tR = 1000 GeV und die gestrichelten denjenigen fur m~tR = 600 GeV. Fur diese
beiden Kurven gilt wieder At = Ab = 1000 GeV, wohingegen fur die gepunktete Linie
At = = tan , Ab =  tan  und m~tR = 1000 GeV gewahlt wurde, um die Vorhersage fur
den Fall keiner Mischung im Stop-/Sbottom-Sektor darzustellen. Zu beachten ist, dass sich
fur tan  = 40, m~tR = 600 GeV und m~qL = m~bR  286 GeV ein zu groer Wert fur 
ergibt.
In der rechten Spalte dient der Einschub in der oberen Abbildung wieder zur besseren
Illustration der Unterschiede zwischen diesen drei Szenarien. Die durchgezogene Linie gibt
fur das Szenario mit Mischung im Stop-/Sbottom-Sektor den Unterschied in den Vorhersa-
gen von  fur m~tR = 1000 GeV im Vergleich zu derjenigen fur m~tR = 600 GeV an. Fur den
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Fall ohne Mischung ist der entsprechende Vergleich durch die gepunktete Linie dargestellt.
Man beachte, dass die Skala des Einschubs bei m~qL = 400 GeV beginnt, da der Unterschied
der Vorhersagen fur kleinere Werte von m~qL bereits in dem Gesamtbild klar erkennbar ist.
In den Einschuben der mittleren und unteren Figur der rechten Spalte wurde nur die Vor-
hersage fur den Stop- und Sbottom-Sektor ohne Mischung fur m~tR = 1000 GeV dargestellt.
Man beachte vor allem, dass  Werte kleiner als -1 annimmt.
An Hand der Diagramme in Abb. 4.5 erkennt man, dass kleine Werte von m~qL die
starkste Variation in der Einschleifenvorhersage des minimalen supersymmetrischen Stan-
dardmodells hervorrufen. In diesem Fall erkennt man auch, teilweise groe, Unterschiede in
den Vorhersagen mit Mischung im Stop- und Sbottom-Sektor von denen ohne Mischung.
Im Grenzfall m~qL ! 1000 GeV gehen in jeder der 6 Abbildungen die Vorhersagen fur 
in allen drei Szenarien gegen denselben Wert. Dies weist darauf hin, dass die Top- und
Bottom-Squarks fur groe Massen entkoppeln, was auf Grund der Unabhangigkeit der
Top- und Bottom-Squark Kopplungen von den Brechungsparametern m~qL;~tR;~bR auch er-
wartet werden kann. Die Zahlenwerten von  gehen in Abb. 4.5 fur m~qL ! 1000 GeV
dennoch nicht gegen Null, da nach wie vor Beitrage von anderen Teilchen, wie virtuellen
Top- und Bottom-Quarks, existieren.
Fur tan  = 2 erweist sich die Abhangigkeit der Groe  von m~bR , zumindest fur
m~bR  300 GeV, als vernachlassigbar klein. Auch im Fall tan  = 40 erkennt man nur fur
kleine Werte von m~qL Unterschiede in den Vorhersagen fur m~tR = 1000 GeV von denen fur
m~tR = 600 GeV.
In den beiden unteren Abbildungen, in denen mH  = 500 GeV und
p
s = 1500 GeV
ist, erkennt man eine Singularitat, die aus der Renormierung der Wellenfunktion des gela-
denen Higgs-Bosons stammt. Diese Singularitaten treten auf, wenn eine der Bedingungen
mH  = m~b1;2 + m~t1;2 erfullt ist. Die physikalische Interpretation hierfur ist das
Onen
des Zerfallskanals H  ! ~b1;2~t1;2. Die Singularitat verschwindet, wenn man die Breite des
geladenen Higgs-Bosons in die Rechnung mit einbezieht.
Konkret lassen sich die Singularitaten in der Abbildung links unten (tan  = 2) fur
m~bR = 1000 GeV (durchgezogene Linie) bei m~qL = 307 GeV durch den Zerfall H
  !
~t1~b1 und fur m~bR = 300 GeV (gestrichelte Linie) bei m~qL = 305 GeV durch den Zerfall
H  ! ~t1~b2 interpretieren. Dabei ist anzumerken, dass das Bottom-Squark in beiden Fallen
hauptsachlich linkshandig ist: Im ersten Fall (durchgezogene Linie) fast zu 100%, im zweiten
Fall zu  75%.
In der Abbildung rechts unten (tan  = 40) ergibt sich bei der durchgezogenen Linie
die Singularitat bei m~qL = 266 GeV, da dort die Bedingung mH  = m~t1 + m~b1 erfullt ist.
Durch die Reduktion von m~tR auf 600 GeV wird
~t1 so leicht, dass nun neben der Bedingung
mH  = m~t1 + m~b1 bei m~qL = 317 GeV auch noch die Bedingung mH  = m~t1 + m~b2 bei
m~qL = 298 GeV zu einer Singularitat fuhrt.
Wie bereits erwahnt, tritt in den Einschuben in der rechten Spalte (tan  = 40) in der
mittleren und unteren Reihe fur kleine Werte von m~qL eine Vorhersage von  <  1 auf.
Dies bedeutet auf Grund von Gl. (4.3), dass die Einschleifenvorhersage fur den Wirkungs-
querschnitt negativ ist. Dies ist physikalisch unsinnig und weist, da die Strahlungskorrektur
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groer als die Bornvorhersage ist, auf einen Zusammenbruch der Storungstheorie hin. Die
Ursache hierfur ist, dass die Kopplung  (H ~bR~tL) sehr gro ist, da sie einen Term propor-
tional zu Ab tan  enthalt und im Fall verschwindender Mischung Ab =  tan  gilt. Fur
tan  = 40 ergibt sich folglich, dass diese Kopplung einen Term (tan )2 = 100 402 =
160000 enthalt, der unabhangig von den Brechungsparametern m~qL;~tR;~bR ist. Dennoch sind
die Vorhersagen nicht im gesamten dargestellten Intervall unzuverlassig, da fur groe Wer-
te von m~qL die schweren Sfermionmassen zu einer Unterdruckung dieser Diagramme durch
ihren Beitrag zu den Integralen fuhren. Aus diesem Grund ist die Anwendung der Grenze
aus Gl. (4.2c) fragwurdig: Sie stammt aus dem Standardmodell, wo mit dieser Kopplung
auch die Masse des Higgs-Bosons in den Schleifen gro wird und so teilweise das Ansteigen
der Kopplung kompensiert. Dies ist hier jedoch nicht der Fall, da die Kopplung  (H ~bR~tL)
unabhangig von den Stop- und Sbottom-Massen gewahlt werden kann.
Die Abhangigkeit des Wirkungsquerschnittes von den Brechungsparametern der an-
deren Sfermionen wurde an Hand von zwei Beispielen untersucht. Zum einen wurden im
Selektron-/Elektron-Sneutrino-Sektor der Dublettbrechungsparameter m~lL und der Sin-
gulettbrechungsparameter m~eR im Intervall 100 GeV : : : 1000 GeV variiert. Die Vorhersage
fur  anderte sich dabei im gesamten untersuchten Intervall um weniger als 0:003. Fur
m~lL
> 400 GeV ist die Variation sogar noch kleiner. Zum anderen wurden im Sektor von
Charm-/Strange-Squark die Brechungsparameter m~qL und m~cR im selben Intervall wie oben
variiert. Hier anderte sich die Vorhersage fur  um weniger als 0:008. Auch hier waren die
Variationen fur m~qL
> 400 GeV kleiner.
4.2 Der totale Wirkungsquerschnitt im THDM
Als Eingabeparameter fur das Zwei-Higgs-Dublett Modell (THDM) wurden in dieser Ar-
beit die Massen der Higgs-Bosonen (mh0 , mH0 , mA0 und mH ), die Rotationswinkel  und
 sowie 5 aus dem Higgs-Potential verwendet. Ublicherweise werden beim Zwei-Higgs-
Dublett Modell zwei Varianten unterschieden, deren Yukawa-Kopplungen an Fermionen
mit T f3 =  1=2 verschieden sind: Typ I und der im minimalen supersymmetrischen Stan-
dardmodell realisierte Typ II (vgl. Kapitel 2.2).
Die Wahl fur den freien Parameter des Higgs-Potentials el auf 5, da er zum einen
ein direktes Ma fur die schwache Brechung der diskreten Symmetrie H1 !  H1 darstellt








ergibt (vgl. Gl. (2.22) und die anschlieende Diskussion). Auf Grund von dieser Gleichung
wird der Wertebereich von 5 auf das Intervall 0  5 < 40 eingeschrankt, da 5 = 40
einer Higgs-Masse von O(1 TeV) entspricht.
Wenn keine anderslautenden Angaben gemacht werden, werden fur diese Parameter die
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Referenzwerte
mh0 = 100 GeV; mH0 = 200 GeV;
mA0 = 150 GeV; mH  = 220 GeV;




Verwendet man die Einschrankungen der Supersymmetrie (Gl. (2.23)), reduziert sich
die Anzahl der freien Parameter auf 2, fur die in dieser Arbeit mH  und tan  gewahlt
wurden. In diesem Fall kann fur die Diskussion der Abhangigkeit der Einschleifenvorhersage
des Wirkungsquerschnitts von der Masse des geladenen Higgs-Bosons auf Abb. 4.2 und den
zugehorigen Text verwiesen werden. Auch die Abhangigkeit der Groe  aus Gl. (4.3) von
tan  kann an Hand von Abb. 4.3 erfolgen. Der Typ II des THDMs liefert eine Vorhersage,
die kaum von der in Abb. 4.3 dargestellten unterscheidbar ist. Beim THDM Typ I sieht
die Vorhersage fur kleine Werte von tan  (tan  < 6) ahnlich aus, fur groe Werte von
tan  fehlt jedoch der Abfall von , da die Yukawa-Kopplungen, die mb enthalten, nicht
mehr mit tan  verstarkt sondern mit cot  unterdruckt werden.
Im Folgenden sollen daher die Vorhersagen des Zwei-Higgs-Dublett Modells ohne die
Einschrankungen der Supersymmetrie an den Higgs-Sektor untersucht werden. Besonders
interessant ist die Diskussion der Abhangigkeit der Vorhersage des Wirkungsquerschnittes
von dem Parameter 5. Zum einen kann dieser Parameter nicht aus der Messung der
Massen der Higgs-Bosonen gewonnen werden, sondern muss aus der Selbstwechselwirkung
von Higgs-Bosonen oder uber den Einuss von Strahlungskorrekturen auf die Vorhersage
von Observablen bestimmt werden. Auerdem hangen bei dem Prozess e e+ ! H H+
nur die Diagramme von 5 ab, die entweder die h
0H H+- oder die H0H H+-Kopplung
enthalten. Dies trit nur auf wenige Diagramme zu.
In Abb. 4.6 ist die Groe  als Funktion von 5 aufgetragen. Dabei wurde 5 nicht
groer als 20 gewahlt. Ferner wurde mA0  mH  gesetzt, um die Beitrage des Higgs-
Sektors zu  klein zu halten. Die Wahl von  = =2   sorgt dafur, dass die h0H H+-
Kopplung unabhangig von 5 wird und damit die 5-Abhangigkeit nur noch von der Kopp-
lung H0H H+ stammt.
Fur tan  = 0:7 (durchgezogene Linie) ergeben sich fur  negative Werte im Bereich
von  0:14 bis  0:056. Bei der Wahl von tan  = 2 sind die Werte positiv und in der
Groenordnung von 0:1. Hingegen erhalt man bereits fur tan  = 10 Werte von , die
eine storungstheoretische Behandlung in diesem Fall fragwurdig erscheinen lassen. Diese
Vorhersagen werden fur groere Werte von tan  und kleinere Werte von mH0 sogar noch
groer. Die Ursache hierfur ist die starke Abhangigkeit vieler Higgs-Selbstkopplungen von
dem Parameter 5, die mit wachsendem tan  noch zunimmt. Im Fall tan  = 10 beinhaltet
das Modell fur 5 < 7:1 oder 5 > 8:9 immer mindestens eine Higgs-Selbstkopplung,
die die Grenze aus Gl. (4.2c) uberschreitet. Die H0H H+-Kopplung verletzt diese Grenze
jedoch erst fur 5  17:4. Dies zeigt ebenso wie die Untersuchung der Sfermionen im
Fall verschwindender Mischung (s. die Diskussion zu Abb. 4.5), dass das Kriterium aus
Gl. (4.2c) versagt, wenn die Massen der Teilchen in den Schleifen nicht sehr gro sind.








tan  = 0:7
tan  = 2
tan  = 10
Abbildung 4.6:  im THDM Typ II als Funktion von 5 fur mh0 = 150 GeV, mH0 =
500 GeV, mA0 = 200 GeV, mH  = 220 GeV,
p
s = 500 GeV und  = =2  . Der Bildein-
schub zeigt den Betrag der Kopplungskonstanten j (H0H H+)j aus Anhang B fur dieselben
Parameter.























Die Verstarkung durch den Faktor 1= sin(2)  1 kann fur tan  = 40 einen Wert von 20
erreichen. Fur kleine Werte von tan  ist die Verstarkung proportional zu 1= tan , so dass
sie fur tan  > 0:7 vernachlassigbar ist.
Um diese Kopplungen klein zu halten, gibt es vier Moglichkeiten:










. Dies bedingt jedoch mh0  mH0 und ist daher
auf Grund dieser starken Einschrankung eine weniger attraktive Variante.
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und    . Da jedoch mh0  mH0 gelten soll, schrankt dies 5
relativ stark ein oder verlangt ein schweres H0.





und   =2  .





Die erste Variante hat zudem den Nachteil, dass dadurch nur die beiden fur den
Prozess e e+ ! H H+ relevanten Higgs-Selbstkopplungen klein werden, andere Higgs-
Selbstkopplungen jedoch gro bleiben und damit die storungstheoretische Behandlung des
Modells an sich fragwurdig ist.
Bei den Varianten 2 und 3 hingegen erkennt man beim Einsetzen dieser Einschrankun-
gen in Gl. (2.22), dass die Parameter unabhangig von 5 und  werden und nur noch von
der Groenordnung der nicht variierten Massen von Higgs-Bosonen sind.
Auch bei der letzten Variante sind alle Higgs-Selbstkopplungen klein genug, um sto-
rungstheoretisch betrachtet zu werden. Es verbleiben dann aber nur noch mH  und tan 
als freie Parameter, die bereits in Abb. 4.3 diskutiert wurden. Aus diesem Grund soll im
Folgenden die 3. Variante betrachtet werden.
Zur Untersuchung der Unterschiede in den Vorhersagen von THDM Typ II und THDM
Typ I wurde  in Abb. 4.7 uber tan  aufgetragen, wobei fur die x-Achse eine logarith-
mische Skala gewahlt wurde. Um andere Eekte zu unterdrucken, wurde mh0 = 150 GeV,







,  = =2   und mA0 = mH    20 GeV gesetzt.
In der oberen Abbildung sind die Vorhersagen nahe an der H H+-Produktionsschwelle
dargestellt. Die durchgezogene Linie ist die Vorhersage des THDM Typ II fur mH  =
220 GeV und
p
s = 500 GeV, die gestrichelte Linie die entsprechende Vorhersage im THDM
Typ I. Fur mH  = 500 GeV und
p
s = 1100 GeV gibt die gestrichpunktete Linie die
Vorhersage im THDM Typ II, die gepunktete die im THDM Typ I an.
Fur eine Schwerpunktsenergie von
p
s = 1500 GeV sind die Vorhersagen fur  in der
unteren Abbildung von Abb. 4.7 aufgetragen. Fur ein leichtes Higgs-Boson der Masse
mH  = 220 GeV stellt die durchgezogene Linie die Vorhersage im THDM Typ II, die
gestrichelte diejenige im THDM Typ I dar. Entsprechend ist fur ein Higgs-Boson der Masse
mH  = 500 GeV die gestrichpunktete Linie die Vorhersage im THDM Typ II und die
gepunktete die im THDM Typ I.
Da sich die beiden verschiedenen Typen des THDM nur in den Yukawa-Kopplungen
an Fermionen mit T f3 =  1=2 unterscheiden und die groen Beitrage zum Wirkungsquer-
schnitt aus dem Top-/Bottom-Sektor stammen, erwartet man keine Abweichungen fur
kleine Werte von tan . Dies ist auch gut in Abb. 4.7 zu erkennen. Ist tan  gro, wird
der Wirkungsquerschnitt im THDM Typ II mit wachsendem tan  kleiner, wohingegen
er im THDM Typ I annahernd konstant bleibt. Die Ursache hierfur ist, dass im THDM
Typ II Yukawa-Kopplungen proportional zu mb fur groe tan  mit tan  verstarkt werden,
wohingegen sie im THDM Typ I mit cot  unterdruckt sind.
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
tan 
THDM Typ II, mH  = 220 GeV,
p
s = 500 GeV
THDM Typ I, mH  = 220 GeV,
p
s = 500 GeV
THDM Typ II, mH  = 500 GeV,
p
s = 1100 GeV
THDM Typ I, mH  = 500 GeV,
p
s = 1100 GeV

tan 
THDM Typ II, mH  = 220 GeV,
p
s = 1500 GeV
THDM Typ I, mH  = 220 GeV,
p
s = 1500 GeV
THDM Typ II, mH  = 500 GeV,
p
s = 1500 GeV
THDM Typ I, mH  = 500 GeV,
p
s = 1500 GeV
Abbildung 4.7: Vergleich von THDM Typ II mit THDM Typ I an Hand der Vorhersagen








 = =2   und mA0 = mH    20 GeV.
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In den Kurven fur das schwere geladene Higgs-Boson ist die typische Struktur von
den Yukawa-Kopplungen mit ihrem Maximum bei tan  =
p
mt=mb durch die Beitrage
weiterer Diagramme sichtbar modiziert. Diese stammen zum einen aus Diagrammen
mit h0H H+-Kopplungen, die trotz  = =2    einen Term proportional zu (m2h0  
2m2H ) sin( ) enthalten, der mit mH  und tan  anwachst, zum anderen von Diagram-
men, die einen Faktor cos(   ) enthalten, der mit wachsendem tan  abfallt.
Um die Abhangigkeit des Wirkungsquerschnittes von mh0 zu untersuchen, wurde mH0 =
500 GeV, 5 und  gema den Bedingungen der Variante 3 und mA0 = mH  zur Unter-
druckung der Beitrage zu  gewahlt. Die Variation von mh0 fur verschiedene Werte von
mH , tan  und
p
s erfolgte im Intervall 100 GeV : : : 700 GeV. Wenn nicht gerade eine Sin-
gularitat in der Renormierung der Wellenfunktion auf Grund von mH  = mW+mh0 auftritt
und die Masse des geladenen Higgs-Bosons nicht viel groer als mh0 ist, andert sich die
Vorhersage von  um weniger als 0.03 im betrachteten Intervall. Groere Eekte kann man
erreichen, wenn man mh0 viel leichter als mH  wahlt, da dann die h
0H H+-Kopplung gro
werden kann und gleichzeitig das virtuelle h0 in den Schleifen leicht ist.
Auf Grund der experimentellen Grenzen an  kann mA0 meist nur in einem kleinen
Intervall um mH  variiert werden und ist daher quasi eine feste Groe sobald die Masse
des geladenen Higgs-Bosons bestimmt ist.
Zum Ende dieses Abschnitts sollen an Hand von Abb. 4.8 die Unterschiede der Er-
gebnisse dieser Rechnung zu den in [27] angegebenen vorlaugen Resultaten diskutiert
werden. Dabei wurden fur die Massen der Standardmodell-Teilchen und em die in [27] an-
gegebenen Werte verwendet. In Abb. 4.8 sind die bosonischen Beitrage, ohne QED, fur die
Vorhersage von  als Funktion von
p
s fur verschiedene Werte von 3 aufgetragen. Ferner
wurde in der Abbildung tan  = 2 und mH  = 220 GeV gewahlt. Die Massen der anderen
Higgs-Bosonen und der Winkel  wurden durch die Bornrelationen Gl. (2.28) festgelegt.
Den Parameter 3, der in [27] an Stelle von 5 als freier Parameter des Higgs-Potentials












Da in die in Abb. 4.8 dargestellten Vorhersagen nur die bosonischen Beitrage einge-
hen, sind die Ergebnisse fur THDM Typ II identisch zu denen von THDM Typ I. In der
Abbildung erkennt man bei allen Kurven fur zunehmende Schwerpunktsenergie immer ne-
gativere Vorhersagen fur . Bei [27] hingegen steigen die Kurven fur sehr groe Werte vonp
s an. Ferner musste der Bereich fur die y-Skala in Abb. 4.8 anders gewahlt werden als in
[27].
Der Parameter 3 tragt, wie bereits fur 5 erwahnt, nur uber die Kopplungen dreier
Higgs-Bosonen zum Wirkungsquerschnitt bei. Lasst man die Strahlungskorrekturen zum
Endzustand weg und eliminiert damit die Abhangigkeit von 3, erhalt man eine Kurve, die
relativ genau derjenigen in Abb. 4.8 fur 3 = 
MSSM
3 entspricht.
Aus Abb. 4.8 erkennt man, dass die Sensitivitat auf 3 entweder nahe an der Produk-
tionsschwelle oder weit weg davon besonders gro ist, wohingegen man bei
p
s  530 GeV








Abbildung 4.8: Die bosonischen Beitrage zu  als Funktion der Schwerpunktsenergie fur
verschiedene Werte von 3. Die weiteren Parameter sind mH  = 220 GeV und tan  = 2.
Die Massen der neutralen Higgs-Bosonen und  erhalt man daraus mit Hilfe der Bornre-
lationen (Gl. (2.28)).
fur die hier gewahlten Parameter unempndlich auf 3 ist.
4.3 Die Vorwarts-Ruckwarts-Asymmetrie
Auf dem Bornniveau ist die Vorhersage fur die in Gl. (3.10) denierte Vorwarts-Ruckwarts-
Asymmetrie AFB gleich Null. Auf dem Einschleifenniveau gibt es eine Abweichung von Null,
die ausschlielich von den Box-Diagrammen stammt.
Auf Grund der Struktur der Box-Diagramme (siehe Anhang C.3 und Anhang D) ist im





zum einen unabhangig von den Yukawa-Kopplungen und damit unabhangig von der Wahl
von Typ I oder Typ II, zum anderen hangt Æ nur uber     von den Winkeln ab. Auf
Grund der Normierung auf den totalen Wirkungsquerschnitt ist AFB dann aber wieder von
allen Parametern und von der Wahl THDM Typ I bzw. THDM Typ II abhangig. Diese




s = 500 GeVp
s = 1000 GeVp
s = 1500 GeVp
s = 2000 GeV
Abbildung 4.9: Die Vorwarts-Ruckwarts-Asymmetrie im Zwei-Higgs-Dublett Modell Typ II
als Funktion der Masse des geladenen Higgs-Bosons, wobei fur die Parameter des Higgs-
Potentials die SUSY-Einschrankungen und tan  = 2 gewahlt wurden.
Abhangigkeit ist jedoch von hoherer Ordnung2.
In Abb. 4.9 ist die Vorwarts-Ruckwarts-Asymmetrie als Funktion der Masse des gelade-
nen Higgs-Bosons fur vier verschiedene Schwerpunktsenergien aufgetragen. Die Rechnung
wurde im THDM Typ II durchgefuhrt, wobei fur die Parameter die SUSY-Einschrankun-
gen und tan  = 2 gewahlt wurden. Auf Grund der SUSY-Relationen ergaben sich fur
mH   111 GeV Massen fur h0 und A0, die experimentell ausgeschlossen sind. Ferner ist
nur im THDM Typ I mH  < 150 GeV zugelassen.
Wie erwartet ist die Asymmetrie an der Produktionsschwelle Null und wird mit zu-
nehmender Energie groer. Bei den Kurven fur
p
s = 1500 GeV (gepunktete Linie) undp
s = 2000 GeV (gestrichpunktete Linie) erkennt man bei mH   170 GeV eine kleine
Struktur, die davon kommt, dass dort auf Grund von mH  = mW  + mh0 die Renormie-
rung der Wellenfunktion des geladenen Higgs-Bosons eine Singularitat hat.
Im Zwei-Higgs-Dublett Modell treten in den Box-Diagrammen, die alleine fur eine von
Null verschiedene Asymmetrie sorgen, als virtuelle Teilchen das Elektron, sein Neutrino, die
W- und Z-Bosonen sowie alle physikalischen Higgs-Bosonen auf. Da die Kopplungen neben
2AFB ist von Ordnung em, die Abhangigkeit von der Wahl von THDM Typ I oder II ist von der
Ordnung 2em.
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AFBbzw. Æ
tan 
AFB fur mH0 = 150 GeV
Æ fur mH0 = 150 GeV
AFB fur mH0 = 800 GeV
Æ fur mH0 = 800 GeV
Abbildung 4.10: Die Abhangigkeit von AFB und Æ von tan  fur ein leichtes und ein
schweres H0 im Zwei-Higgs-Dublett Modell Typ II fur mh0 = 150 GeV, mH  = 220 GeV,
mA0 = 200 GeV,
p







und  = =2  .
den Standardmodellparametern nur noch von   abhangen, kann man erwarten, dass Æ
fur zunehmende Massen der neutralen Higgs-Bosonen3 kleiner wird, da eine Entkopplung
stattndet.
Zur Illustration dieses Sachverhalts wird hierfur die Abhangigkeit von mH0 in Abb. 4.10
genauer untersucht. Da AFB und Æ mit zunehmender Masse von H
0 monoton abnehmen,
wurden in Abb. 4.10 diese Groen als Funktion von tan  fur ein leichtes und ein schweres
H0 aufgetragen. Fur ein leichtes H0 (genauer gesagt mH0  mh0) zeigt die Asymmetrie
AFB das Inverse der typischen tan = cot -Struktur, die durch die Yukawa-Kopplungen im
THDM Typ II auftritt. Da die entsprechende Kurve fur Æ (gestrichelt-gepunktete Linie)
vollig unabhangig von tan  ist, stammt die tan -Abhangigkeit von AFB ausschlielich von
der Normierung auf den totalen Wirkungsquerschnitt .
Ist H0 schwer (genauer: mH0  mh0), so ist in der Asymmetrie AFB (gestrichelte Linie)
die typische tan = cot -Struktur von anderen Eekten uberlagert. Dies sieht man zum
einen daran, dass das Minimum nicht mehr bei tan  =
p
mt=mb  6:2 sondern bei
3Die Abhangigkeit von der Masse des geladenen Higgs-Bosons wurde bereits in Abb. 4.9 betrachtet und
ist im Wesentlichen durch die Geschwindigkeit der geladenen Higgs-Bosonen
q
1  4m2H =s bestimmt.
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tan   10 liegt und der Anstieg der Kurve fur groe Werte von tan  nicht ganz so
stark ausgepragt ist. Deutlicher ist dieser Eekt in Æ (gepunktete Kurve) zu erkennen.
Fur zunehmende Werte von tan  sieht man erst einen Anstieg bis tan  = 1, dem ein
deutlicher Abfall folgt. Die Ursache hierfur ist in der Tat der schwachere Beitrag der Box-
Diagramme mit einen virtuellem H0. Das Verschwinden dieses Beitrages sorgt dafur, dass
die tan -Abhangigkeit der Box-Diagramme mit einen virtuellem h0 sichtbar wird. Aus
der h0HW-Kopplung ergibt sich hierfur ein Faktor von cos2(   ) (bzw. sin2(2) fur
 = =2 ), der die Variation der gepunkteten Kurve mit tan  erklart. In der gestrichelt-
gepunkteten Linie war keine Abhangigkeit von tan  vorhanden, da sich die Beitrage von
h0 und H0 auf Grund der identischen Massen der Teilchen zu cos2( ) + sin2( ) = 1
aufaddiert haben.
Analoges ergibt sich bei der Variation der Massen von h0 und A0. Bei der Variation
von mh0 und tan  wurde mH0 = 800, mH  = 220, mA0 = 200,
p








gewahlt. Ist mh0  mH0 , so zeigt AFB wieder das Inverse der typischen
tan = cot -Struktur und Æ ist unabhangig von tan . Fur mh0  mH0 ist der Beitrag von
den Box-Diagrammen mit H0 viel kleiner als der von den Box-Diagrammen mit h0, und die
Abhangigkeit von tan  ergibt sich wieder aus dem Box-Diagramm mit einem virtuellen h0
zu cos2( ) = cos2(2). Auch bei der Variation von mA0 zeigt sich, dass die Asymmetrie
mit zunehmender Masse abnimmt. Hier ergibt sich jedoch keine Abhangigkeit von tan ,
da die A0HW-Kopplung unabhangig von  und  ist.
Im minimalen supersymmetrischen Standardmodell sorgen die Einschrankungen der
Supersymmetrie an den Higgs-Sektor (Gl. (2.23)) dafur, dass die bereits fur das Zwei-
Higgs-Dublett Modell diskutierten Diagramme nur noch von mH  und tan  abhangen.
Durch die Existenz von SUSY-Teilchen tragen jedoch noch weitere Box-Diagramme zur
Asymmetrie bei. In diesen Diagrammen treten als virtuelle Teilchen Selektronen, Elektron-
Sneutrinos, Charginos und Neutralinos auf, so dass Æ im minimalen supersymmetrischen
Standardmodell auer von der Schwerpunktsenergie
p
s, mH  und tan  noch von den
Parametern , M1, M2, m~lL , m~eR und Ae abhangt.
Auch hier variiert die Asymmetrie AFB am starksten mit den Groen mH  und
p
s,
die die Dynamik festlegen: Je groer die Energie des geladenen Higgs-Bosons, desto groer
die Asymmetrie. An nachster Stelle folgt die Abhangigkeit von tan . Fur tan  = 0:67
und tan  = 54 ist AFB  0:049, wohingegen die Asymmetrie fur tan  =
p
mt=mb mit
AFB  0:03 minimal ist. Betrachtet man jedoch Æ an Stelle von AFB, so ergeben sich Werte
von Æ  0:0314 fur tan  klein bis zu Æ  0:0326 fur tan  gro. Hieran sieht man, dass
die dominante tan -Abhangigkeit der Asymmetrie von der Normierung auf den totalen
Wirkungsquerschnitt kommt und daher die Messung des totalen Wirkungsquerschnittes
bessere Information uber tan  liefert als die Asymmetrie.
Die Abhangigkeit von den Parametern , M1, M2, m~lL , m~eR und Ae ist, wie man an
Hand der Zahlenwerte in Tab. 4.1 erkennt, noch viel kleiner, so dass ihre Bestimmung uber
die Asymmetrie keine sinnvolle Vorgehensweise darstellt.
4.3 Die Vorwarts-Ruckwarts-Asymmetrie 63
 M1 M2 m~lL m~eR Ae AFB Ætan 
[ GeV] [ GeV] [ GeV] [ GeV] [ GeV] [ GeV] [%] [%]
2 -1000 1000 1000 1000 1000 1000 3.352 3.221
2 -100 1000 1000 1000 1000 1000 3.275 3.181
2 100 1000 1000 1000 1000 1000 3.264 3.172
2 1000 1000 1000 1000 1000 1000 3.334 3.209
40 -1000 1000 1000 1000 1000 1000 3.933 3.247
40 -100 1000 1000 1000 1000 1000 3.842 3.210
40 100 1000 1000 1000 1000 1000 3.841 3.209
40 1000 1000 1000 1000 1000 1000 3.932 3.246
2 1000 100 100 1000 1000 1000 3.282 3.215
2 1000 100 700 1000 1000 1000 3.314 3.196
2 1000 100 1000 1000 1000 1000 3.331 3.207
2 1000 1000 100 1000 1000 1000 3.280 3.213
2 1000 1000 700 1000 1000 1000 3.317 3.196
40 1000 500 100 1000 1000 1000 3.855 3.251
40 1000 500 700 1000 1000 1000 3.906 3.234
40 1000 500 1000 1000 1000 1000 3.928 3.244
2 1000 1000 1000 100 100 1000 3.267 3.143
2 1000 1000 1000 100 1000 1000 3.271 3.145
2 1000 1000 1000 1000 100 1000 3.330 3.207
2 1000 1000 1000 1000 1000 -1000 3.334 3.209
Tabelle 4.1: Die Vorwarts-Ruckwarts-Asymmetrie AFB und Æ im minimalen supersym-
metrischen Standardmodell fur mH  = 220 GeV,
p
s = 1500 GeV und verschiedene Werte




In dieser Arbeit wurden auf dem Einschleifenniveau die elektroschwachen Korrekturen zu
dem Prozess e e+ ! H H+ sowohl im Zwei-Higgs-Dublett Modell als auch im minimalen
supersymmetrischen Standardmodell berechnet und diskutiert.
Die QED-Korrekturen durch virtuelle und reelle Photonen wurden jedoch abgespaltet,
da diese in den beiden betrachteten Modellen identisch sind und daher keine Einsichten
in die zugrunde liegende Theorie liefern, die uber den Informationsgehalt der Bornschen
Naherung hinausgehen. Auerdem wurden die QED-Korrekturen in der Naherung, dass
die reellen Photonen nur eine kleine Energie besitzen, bereits in [23, 27] berechnet und
diskutiert.
Das fur die numerische Auswertung geschrieben FORTRAN-Programm wurde darauf-
hin uberpruft, dass die Resultate nach der Renormierung unabhangig vom UV-Regulator
sind. Ferner ergab sich bei allen Programmteilen, die mit bereits vorhanden Resultaten
uberpruft werden konnten [55, 56, 60], Ubereinstimmung. Der Vergleich des gesamten Pro-
zesses e e+ ! H H+ mit den in [23, 25, 26, 27] angegebenen Werten ergab aber un-
terschiedliche Vorhersagen fur den totalen Wirkungsquerschnitt und die Asymmetrie, die
jedoch fur die Diagramme ohne virtuelle SUSY-Teilchen geklart werden konnten [60].
Bei einer fur einen zukunftigen Linearbeschleuniger mit
p
s = 500 GeV ins Auge gefas-
sten integrierten Luminositat von 500 fbarn 1 pro Jahr, ergaben sich fur geladene Higgs-
Bosonen mit einer Masse von 200 GeV (100 GeV) aus der Bornvorhersage 11800 (42300)
Ereignisse pro Jahr.
Diese Zahlen werden jedoch durch Strahlungskorrekturen modiziert. Dadurch werden
die Vorhersagen nicht nur von den bekannten Parametern des Standardmodells und den
Groen mH  und
p
s, die die Dynamik des Prozesses festlegen, bestimmt und man erhalt
eine Abhangigkeit von der Struktur der zugrunde liegenden Theorie und deren bislang un-
bekannten Parametern. Konkret wird im minimalen supersymmetrischen Standardmodell
die Vorhersage zusatzlich von tan , also dem Verhaltnis der Vakuumerwartungswerte der
beiden Higgs-Dubletts, dem Parameter  des Higgs-Potentials und den Parametern der
sanften Brechung der Supersymmetrie, M1, M2, m~qL , m~lL, m~uR m ~dR , m~eR und Af , be-
einusst. Im Zwei-Higgs-Dublett Modell sind die freien Parameter tan , die Massen der
Higgs-Bosonen mh0 , mH0 , mA0 und mH  , der Rotationswinkel  sowie ein Parameter aus
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dem Higgs-Potential, fur den in dieser Arbeit 5 gewahlt wurde.
Generell fuhren die Strahlungskorrekturen zu einer Erhohung des Wirkungsquerschnit-
tes in der Nahe der Produktionsschwelle von Paaren geladener Higgs-Bosonen, wohingegen
der Wirkungsquerschnitt bei Energien weit oberhalb der Schwelle verkleinert wird.
In beiden Modellen sind die Vorhersagen sensitiv auf den Parameter tan , der uber
Beitrage aus dem Top-/Bottom-Sektor und im MSSM auch aus dem Stop-/Sbottom-Sektor
zu einer deutlichen Unterdruckung des Wirkungsquerschnittes fur kleine und groe Wer-
te von tan  fuhren kann. Die Ursache hierfur ist, dass die H tb-Yukawa-Kopplung, im
MSSM auch die Kopplungen des geladenen Higgs-Bosons an Top- und Bottom-Squarks,
fur kleine (groe) Werte von tan  durch Terme proportional zu mt cot  (mb tan ) gro
werden kann. Im THDM trit diese Aussage nur fur den Typ II zu, in dem die Fermionen
ihre Massen aus unterschiedlichen Higgs-Dubletts erhalten. Im THDM Typ I, in dem al-
le Fermionen an dasselbe Higgs-Dublett koppeln, gibt es fur groe Werte von tan  keine
Verstarkung von Yukawa-Kopplungen. Allgemein kann gesagt werden, dass sich die Vorher-
sagen von THDM Typ II von denen des Typ I nur fur groe Werte von tan  unterscheiden
und ansonsten nahezu identisch sind.
Ferner hat sich gezeigt, dass die Einschleifenvorhersage des Wirkungsquerschnittes sehr
sensitiv auf die Kopplungen dreier Skalaren ist. Im minimalen supersymmetrischen Stan-
dardmodell fuhrt ein Anwachsen der Kopplungen von H  an Top- und Bottom-Squarks,
die u.a. von den Parametern tan ,  und Af abhangen, bei dem Wirkungsquerschnitt zu
einer Reduktion der Vorhersage in der Einschleifenordnung im Vergleich zu derjenigen in
der Bornschen Naherung. Im Gegensatz dazu erhoht sich die Vorhersage des Wirkungsquer-
schnittes im Zwei-Higgs-Dublett Modell wenn die Starke der trilinearen Higgs-Kopplungen,
die u.a. von 5 und tan  abhangen, zunimmt. In diesem Fall wird die Vorhersage des
THDM auch sensitiv auf den freien Parameter des Higgs-Potential, 5, der nur in die
Selbstkopplungen von Higgs-Bosonen eingeht und deshalb nicht durch die Messung der
Massen der Higgs-Bosonen bestimmt werden kann.
Wird also ein Wirkungsquerschnitt gemessen, der deutlich kleiner als die Bornvorher-
sage ist, weist dies auf das MSSM hin, ein deutlich groerer Messwert hingegen auf das
THDM.
Diese Aussage ist allerdings nicht so streng, da man argumentieren kann, dass die
Kopplungen von drei Skalaren in beiden Modellen so kritisch von den in dieser Arbeit
gewahlten Eingabeparametern abhangen, dass sie leicht gro werden konnen und dadurch
die Anwendbarkeit von Storungstheorie in diesem Fall fragwurdig erscheinen lassen. Die in
[11] angegebene obere Grenze (siehe Gl. (4.2c)) fur die Starke der Kopplung dreier Skalare
hat sich dabei als zu wenig streng erwiesen.
Mit der Vorwarts-Ruckwarts-Asymmetrie verfugt man uber eine Observable, mit der
man einfach den Eekt von Strahlungskorrekturen nachweisen kann, da sie in der Bornschen
Naherung verschwindet. Allerdings hat die Untersuchung in dieser Arbeit gezeigt, dass die
Asymmetrie zum einen recht klein ist, meist kleiner als 0:04 fur mH   220 GeV undp
s  1500 GeV, und zum anderen nur wenig empndlich auf die bisher noch unbekannten
Parameter der beiden Modelle ist.
Anhang A
Konventionen
A.1 Summation, Indizes, Metrik und Matrizen
Wenn nicht explizit anders erwahnt, wird die Einsteinsche Summenkonvention verwendet
und uber zwei gleiche Indizes in einem Ausdruck summiert. Romische Indizes nehmen in
der Regel die Werte 1, 2 und 3, griechische die Werte 0, 1, 2 und 3 an. Ausnahmen von









1 0 0 0
0  1 0 0
0 0  1 0
0 0 0  1
1
CCA (A.1)
nach Bjorken und Drell [66] verwendet.
Fur die Pauli-Matrizen wurde die Darstellung
















gewahlt. Die Matrizen erfullen die Vertauschungsrelationen
ij   ji =: [i; j] = 2i"ijkk (A.3)
mit dem vollstandig antisymmetrischen Tensor "ijk.
Die Dirac-Matrizen erfullen die Anti-Vertauschungsrelationen
 +  =: f; g = 2g1 ; (A.4)
wobei 1 der Einheitstensor im Spinorraum ist.


















































Abbildung A.1: Allgemeines Einschleifendiagramm mit N aueren Teilchen.







eingefuhrt wurde und 0 die 2  2 Null-Matrix ist. Fur die Diskussion des minimalen su-















Die Konventionen fur die Schleifenintegrale und ihrer Tensorzerlegung stimmen mit denen
von [51] uberein. Konkret ergibt sich fur das generelle Einschleifenintegral aus Abb. A.1
mit
TN1:::P (k1; : : : ; kN 1; m
2







q1 : : : qP
D0 : : :DN 1
(A.8)
ein Tensorintegral P -ter Stufe. Als Abkurzungen wurden im Nenner Di = (q + ki)
2  m2i
eingefuhrt und fur die Impulse pi+1 und ki gilt
pi+1 = ki+1   ki; kn =
nX
i=1
pi; i 2 f0; : : : ; N   1g (A.9)
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mit der Konvention k0 = 0.
Die Schleifenintegrale werden nach der Anzahl N der Nenner Di mit Grobuchstaben
bezeichnet. So kurzt man T 1::: mit A:::, T
2
::: mit B:::, usw. ab. Tritt im Zahler von Gl. (A.8)
kein Integrationsimpuls auf, ist also P = 0, so bezeichnet man diese Groen als skalare
Integrale A0, B0, usw.
Fur die Argumente der Schleifenintegrale A:::, B:::, usw. verwendet man statt der Vie-
rerimpulse ki die Lorentz-Skalare k
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Die Tensorintegrale konnen auf Grund der Lorentz-Kovarianz in KoeÆzientenintegrale
gema
B = k1B1 ; (A.11a)














zerlegt werden. Tensoren hoherer Stufe benotigt man fur den in dieser Arbeit betrachteten
Prozess nicht.
Durch Multiplikation der Gleichungen in (A.11) mit den aueren Impulsen ki und dem
metrischen Tensor g , erhalt man Gleichungssysteme, mit denen man die KoeÆzientenin-
tegrale auf die skalaren Integrale reduzieren kann [67].
Die Berechnung der skalaren Integrale A0, B0, C0 und D0 in [68] ergab, dass sich diese
Integrale durch Logarithmen und Dilogarithmen darstellen lassen.
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A.3 Eingabeparameter
Fur die physikalischen Parameter wurde
(hc)2 = 38937966000 GeV2 fbarn
 1em = 137:0359895
mZ = 91:187 GeV mW = 80:41 GeV
me = 0 me = 0:51099907 MeV mu = 0:046 GeV md = 0:046 GeV
m = 0 m = 0:105658389 GeV mc = 1:5 GeV ms = 0:15 GeV
m = 0 m = 1:77705 GeV mt = 174 GeV mb = 4:5 GeV
(A.12)
verwendet [61]. Hierbei ist allerdings zu beachten, dass die Massen der leichten Quarks
(mu, md und ms) rein formale Parameter sind, deren Werte so gewahlt wurden, dass die
hadronische Vakuumpolarisation des Photons [69] reproduziert wird.
Fur die weiteren Parameter der Modelle wurden, wenn sie nicht durch Bedingungen
wie die Supersymmetrie festgelegt sind oder explizit anders gewahlt wurden, als Standar-
dreferenz die Zahlenwerte
mh0 = 100 GeV mH0 = 200 GeV mA0 = 150 GeV mH  = 220 GeV
tan  = 2  =  5 = 0  = 1000 GeV
m~qL = m~lL = 1000 GeV fur alle Sfermiondubletts
m~uR = m ~dR = m~eR = 1000 GeV fur alle Sfermionsinguletts
Af = 1000 GeV fur alle Sfermionen
(A.13)
verwendet. Im minimalen supersymmetrischen Standardmodell werden im Higgs-Sektor
mH  und tan  als Eingabegroen verwendet und die Massen der anderen Higgs-Bosonen
sowie  mit Hilfe von Gl. (2.30) und Gl. (2.32) berechnet. Ferner wurden im minimalen
supersymmetrischen Standardmodell die Brechungsparameter und  gro gewahlt, um den
Einuss von SUSY-Teilchen auf die Vorhersage des Wirkungsquerschnitts gering zu halten,
wenn nicht gerade die Abhangigkeit von diesen Parametern untersucht werden soll.
Im Zwei-Higgs-Dublett Modell sind die Massen aller Higgs-Bosonen, die Rotationswin-
kel  und , sowie der Parameter 5 des Higgs-Potentials frei wahlbare Eingabegroen.
A.4 Diagonalisierung von Matrizen
Im minimalen supersymmetrischen Standardmodell treten bei den Sfermionen, Chargi-
nos und Neutralinos Massenmatrizen auf, die geeignet diagonalisiert werden mussen. Die
Vorhersage von Observablen muss aber unabhangig von den genauen Details der Diago-
nalisierung sein. Da jedoch in der Praxis verschiedene Vorgehensweisen verwendet werden,
denen teilweise unterschiedliche Konventionen zugrunde liegen, werden im Folgenden die
bei der Diagonalisierung der Matrizen verwendeten Algorithmen erlautert. In dieser Arbeit
wird stets die Konvention verwendet, dass die Indizes der Teilchen deren Ordnung nach
der Masse angeben, wobei der Index 1 das jeweils leichteste Teilchen bezeichnet.
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A.4.1 Hermitesche 2 2 Matrizen
Bei den Sfermionen treten hermitesche 2  2 Massenmatrizen auf. Die allgemeine Form







wobei a und c reelle Zahlen sind und b komplex ist. Die Eigenwerte 1 und 2 ergeben sich
mit der Konvention 1  2 zu
1 =






(a  c)2 + 4jbj2
2
: (A.16)
Die Eigenvektoren u0i zum Eigenvektor i erhalt man aus der Gleichung (keine Sum-






















Fur die unitare Diagonalisierungsmatrix U 0 mussen die Eigenvektoren u0i auf 1 normiert
werden. Die dabei auftretende Freiheit in der Wahl der Phasen wird benutzt, um die Dia-
gonalelemente von U 0 reell und positiv zu wahlen. Damit ergeben sich unter Verwendung
der Invarianz der Spur (a+ c = 1 +2) zur Elimination von 2 die unitaren Diagonalisie-
















wobei n := sgn(c  1)
p
(c  1)2 + jbj2 ist.
Die Konvention, dass die Matrix U die ursprunglichen Felder in Felder transformiert,







ausdrucken. Dies fuhrt zu der Identikation U = (U 0)y.











  sin cos 

; n := sgn(c  1)
p
(c  1)2 + b2
(A.21)
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wahlen.
Der Fall b = 0, fur den die Matrix M in Gl. (A.14) diagonal ist, bedarf einer genaueren
Betrachtung. Ist a  c, so erfullt die MatrixM bereits alle an die Diagonalmatrix gestellten
Bedingungen und fur die Rotationsmatrix U ergibt sich die Einheitsmatrix (Drehwinkel
 = 0). Im anderen Fall a > c mussen die Diagonalelemente vertauscht werden, um der







Dies entspricht einem Drehwinkel von  = =2. Die Wahl des Vorzeichens hat dabei
keine physikalische Bedeutung, da damit nur die Wahl der Phase der Sfermionfelder ~f1;2
geandert wird. Diese Rotation hat zur Folge, dass auch fur b = 0 das Sfermionfeld ~f1 nicht
immer dem Feld ~fL entspricht und die Zuordnung ~f1 = ~fL bzw. ~f1 = ~fR von der Wahl der
Parameter a und c abhangt.
A.4.2 Allgemeine komplexe 2 2 Matrizen
Im Allgemeinen ist die 2 2 Massenmatrix der Charginos X (Gl. (2.39)) nicht hermitesch,













M := XXy =
 jaj2 + jbj2 ac + bd
ac+ bd jcj2 + jdj2

(A.24)
ist hermitesch und kann daher mit dem in Anhang A.4.1 beschriebenen Verfahren diago-
nalisiert werden. Ferner sind alle Eigenwerte von M aus Gl. (A.24) reell und positiv, so








und V̂ y = Xy(Û)yM 1d (A.25)
denieren kann, wobei mi die Quadratwurzeln der Eigenwerte von M aus Gl. (A.24) sind.
Wie man an

















sieht, haben wir damit die gesuchten Matrizen Û und V̂ konstruiert. Konkret ergibt sich
fur die Matrix X aus Gl. (A.23)
m21 =










 jcj2 + jdj2  m21  ac   bd








(ajdj2   am21   bcd) 1m2 (abd + cm22   jbj2c)
1
m1





(jcj2 + jdj2  m21)2 + jac + bdj2.
A.4.3 Symmetrische 4 4 Matrizen
Die symmetrische 4 4 Massenmatrix Y 0 der Neutralinos aus Gl. (2.45) wird mit Hilfe der
Matrix N 0 auf Diagonalgestalt gebracht:
Md = N 0Y 0N 0 1 : (A.31)
Ist Y 0 reell, kann die Diagonalisierung mit Hilfe einer reellen Matrix aus SO(4) erfolgen.
Da dies jedoch zu negativen Eintragen in Md fuhren kann, wird in dieser Arbeit N 0 aus
SU(4) gewahlt. Mit dieser zusatzlichen Freiheit kann man erreichen, dass alle Eintrage
von Md positiv sind. Konkret lasst sich die SU(4)-Matrix N 0 aus der SO(4)-Matrix N 0r
gewinnen, in dem man jede Spalte von N 0r, die zu einem negativen Eigenwert gehort, mit
i multipliziert.
Fur die numerische Diagonalisierung wurde die Routine ZGESVD aus der LAPACK-




Im Folgenden werden alle in dieser Arbeit benotigten Feynmanregeln fur die Vertices des
Zwei-Higgs-Dublett Modells und des minimalen supersymmetrischen Standardmodells auf-
gefuhrt. Es fehlen lediglich die 4 Sfermion-Wechselwirkungen und die Regeln der (super-
symmetrischen) QCD. Fur die Feynmanregeln wurden folgende Konventionen gewahlt:
 Alle Teilchen sind einlaufend und
 alle Impulse sind einlaufend.
Ferner gilt in diesem Abschnitt die Einsteinsche Summenkonvention nicht, d.h. dass Sum-
men explizit ausgeschrieben werden.
B.1 Das Zwei-Higgs-Dublett Modell
In diesem Teil des Abschnittes werden alle Feynmanregeln des Zwei-Higgs-Dublett Modells
angegeben. Im Fall der Selbstwechselwirkungen von Higgs-Bosonen werden zusatzlich zu
den allgemeinen Regeln des Zwei-Higgs-Dublett Modells in einer zweiten Zeile die verein-
fachten Formen angegeben, die man aus der ersten Zeile durch die Einschrankungen der
Supersymmetrie an das Higgs-Potential erhalt.
Bei den von 5 abhangigen Higgs-Selbstkopplungen des Zwei-Higgs-Dublett Modells












m2h0 (2 cos( + ) + sin(2) sin(   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2m2H0 sin( + )  sin(2) cos(   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mW cos(2) cos( + )
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   )  1
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sin(   )  1
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mW cos(2) cos(+ )












= ie (S1S2V)(k1   k2) (B.2)
 (h0A0Z) =   i
2swcw
cos(   )
 (h0G0Z) =   i
2swcw
sin(   )
 (H0A0Z) =   i
2swcw
(  sin(   ))











 (h0HW) =  1
2sw
cos(   )
 (h0GW) =  1
2sw
sin(   )
 (H0HW) =  1
2sw
(  sin(   ))
 (H0GW) =  1
2sw
cos(   )
 (A0HW) =   i
2sw
 (G0GW) =   i
2sw
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Die Feynmanregeln fur die Wechselwirkungen von 3 Vektorbosonen werden durch die Eich-
gruppe festgelegt und unterscheiden sich daher nicht von denen des Standardmodells. Sie
konnen daher z.B. [71] entnommen werden, wobei aber auf Grund der unterschiedlichen
Denition des Vorzeichens der SU(2)W -Kopplungskonstanten folgende Umrechenregeln be-
achtet werden mussen:
 sw geht uber in  sw und
 Fur jedes Higgs-Feld ist die Feynmanregel mit einem Faktor  1 zu multiplizieren.
B.1.5 Ein Skalar, zwei Fermionen
Bei den Yukawa-Kopplungen sind die Feynmanregeln abhangig davon, ob man bei dem
Zwei-Higgs-Dublett Modell den Typ I oder den im minimalen supersymmetrischen Stan-
dardmodell realisierte Typ II wahlt. Dieser Unterschied druckt sich aus in Yukawa-Faktoren
gfH, die Funktionen der Rotationswinkel  und  im Higgs-Sektor und vom Isospin des Fer-
mions f und von dem Higgs-Boson H abhangig sind. Sie sind in Tab. B.1 fur Fermionen
mit T f3 = +1=2 und in Tab. B.2 fur Fermionen mit T
f
3 =  1=2 aufgefuhrt.
Mit Hilfe der Projektoren ! = (1  5)=2 und der Yukawa-Faktoren lassen sich die
Vertices wie folgt schreiben:
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cot  1 cot  1
Tabelle B.1: Die Yukawa-Faktoren, mit denen die Yukawa-Kopplungen der Fermionen mit
T f3 = +1=2 gegenuber denen des Standardmodells modiziert sind.
















  cot  -1   cot  -1




tan  -1 tan  -1
Tabelle B.2: Die Yukawa-Faktoren, mit denen die Yukawa-Kopplungen der Fermionen mit























































































B.1.6 Ein Vektorboson, zwei Fermionen
Auch bei diesen Kopplungen ergibt sich durch die Einfuhrung des zweiten Higgs-Dubletts
keine Anderung im Vergleich zu den Standardmodellkopplungen. Sie konnen daher, unter
Beachtung der Regeln in Anhang B.1.4, [71] entnommen werden.





 (h0uZuZ) =   1
2swc2w
mW sin(   )
 (H0uZuZ) =   1
2swc2w
mW cos(   )
 (h0uu) =   1
2sw
mW sin(   )
 (H0uu) =   1
2sw
mW cos(   )












B.1.8 Ein Vektorboson, zwei Faddeev-Popov-Geister
Fur diese Teilchen konnen die Feynmanregeln des Standardmodells ubernommen werden.
Dabei hat man lediglich auf die Konvention bei dem Vorzeichen der SU(2)W -Kopplungs-
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konstanten zu achten. Unterscheidet sich sich von der Wahl Gl. (2.6) dieser Arbeit, so hat
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) + sin(2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) sin(2)  1)
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2(2) sin2(   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Zwei skalare, zwei pseudoskalare Higgs-Bosonen








2 cos( + ) + sin(2) sin(   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

2 cos( + )  sin(2) sin(   )

+m2H0 cos(   ) sin(2)

2 sin( + 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  sin(2) cos(   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
+ 2m2A0 sin
2(2) sin2(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sin(2) sin(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m2h0 cos(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) sin(2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2 cos(+ )
  sin(2) sin(   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
 m2H0 sin(   ) sin(2)

2 sin(+ )
  sin(2) cos(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+ (2m2A0   5v2) cos(   ) sin(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) sin2(2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2(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) +m2H0 sin2(   ))
 m2A0 sin(2)(cos2(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2 sin(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2 sin(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sin(2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+ sin(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Zwei skalare, zwei geladene Higgs-Bosonen








2 cos(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) + sin(2) sin(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2 cos(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) sin(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) sin(2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) sin(2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
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Ein skalares, ein pseudoskalares, zwei geladene Higgs-Bosonen
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2 cos( + )  sin(2) sin(   )

+m2H0(  sin(   ))

2 sin(+ )

















3 sin(2) cos2(   )  sin(2)
+m2H0
 









3 sin(2) sin(2)  1

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m2h0 sin(   )

2 cos( + )
  sin(2) sin(   )

+m2H0 cos(   )

2 sin( + )
  sin(2) cos(   )



































































2 sin(2) cos2(   )  sin(2)
+m2H0
 
2 sin(2) sin2(   ) + sin(2)
























































 (h0HZW) =   1
2cw
cos(   )
 (h0GZW) =   1
2cw
sin(   )
 (H0HZW) =   1
2cw
(  sin(   ))
 (H0GZW) =   1
2cw
cos(   )
 ([A0H;G0G]W) =  i
2sw
 ([A0H;G0G]ZW) =  i
2cw
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B.1.11 Vier Vektorbosonen
Die Feynmanregeln fur die Selbstwechselwirkungen von Vektorbosonen werden durch die
Eichgruppe festgelegt und unterscheiden sich daher nicht von denen des Standardmodells.
Dabei hat man lediglich auf die Konvention bei dem Vorzeichen der SU(2)W -Kopplungs-
konstanten zu achten. Unterscheidet sich sich von der Wahl Gl. (2.6) dieser Arbeit, so hat
man die Umrechenregeln in Anhang B.1.4 zu beachten.
B.2 Das minimale supersymmetrische Standardmo-
dell
Da die Feynmanregeln ohne SUSY-Teilchen dem vorherigen Abschnitt uber das THDM
entnommen werden konnen, werden im Folgenden nur die Feynmanregeln des minima-
len supersymmetrischen Standardmodells angegeben, die 2 SUSY-Teilchen enthalten. Fur
diese Arbeit sind diese Regeln ausreichend, da zum einen die Feynmanregeln des minima-
len supersymmetrischen Standardmodells immer eine gerade Anzahl von SUSY-Teilchen
enthalten und zum anderen die einzigen Feynmanregeln fur 4 SUSY-Teilchen von den
4 Sfermion-Kopplungen stammen, die fur diesen Prozess irrelevant sind.
B.2.1 Ein Higgs-Boson, zwei Sfermionen
























































































































































































B.2.3 Ein Higgs-Boson, zwei Neutralinos/Charginos
Fur die Feynmanregeln der Kopplungen eines Higgs-Bosons an zwei Neutralinos/Charginos
benotigt man neben den Diagonalisierungsmatrizen Û , V̂ und N 0 aus Kapitel 2.3.2 die
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Matrix N , die die Matrix Y aus Gl. (2.46) diagonalisiert. N lasst sich aus N 0 mittels
N = N 0
0
BB@
cw sw 0 0
 sw cw 0 0
0 0 1 0
0 0 0 1
1
CCA (B.10)









































































































































































































i ) =  
1
sw

















i ) =  
i
sw
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  (uiui)N 0j1 +  
 (Zuiui)N 0j2




























  (didi)N 0j1 +  
 (Zdidi)N 0j2












































  (~ui;Rdj ~ k ) = 0
 +(~di;Luj ~
+














  (~di;Ruj ~+k ) = 0
Fur die leichtere Anwendbarkeit der Feynmanregeln wird fur diese Kopplung der her-




















































B.2.5 Ein Vektorboson, zwei Neutralinos/Charginos
















































































































j) =   (W  ~0j ~+i )


































Zwei neutrale Higgs-Bosonen, zwei Sfermionen


















































































































































































































































































































































































































































































































































































































































































In diesem Kapitel werden die Ergebnisse fur alle generischen Diagramme, die bei der Be-
rechnung des Prozesses e e+ ! H H+ benotigt wurden, aufgefuhrt. Um die Zuordnung
der Kopplungen in Anhang D zu dem jeweiligen generischen Diagramm zu erleichtern,
werden in jedem einzelnen (Unter-)Abschnitt die Diagramme mit fortlaufenden Nummern,
Typ genannt, bezeichnet.
Tadpol-Diagramme tragen zu physikalischen Observablen dieses Prozesses nicht bei, da
sie bei der Addition von virtuellen Korrekturen und Countertermen wegfallen.
Dieses Kapitel ist in die Abschnitte uber die generischen Diagramme zu Selbstenergien,
Vertices und 4-Punkt-Funktionen untergliedert.
C.1 Selbstenergie-Diagramme
Die Masse an dem Propagator mit Impuls q wird mit m0, die am Impuls q + p mit m1





Die Selbstenergien fur die Vektorbosonen werden sowohl fur die virtuellen Korrekturen
als auch zur Berechnung der Counterterme benotigt. Die Zerlegung der Vektorboson-
Selbstenergie nach Lorentz-kovarianten Groen ndet sich in Gl. (3.33c). Da fur die Rech-
nungen nur der transversale Anteil benotigt wird, ist der longitudinale Anteil im Folgenden
nicht aufgefuhrt.































































g(q + 2p) + g( 2q   p)





g(2q + p) + g( q + p)























































































Die Ableitung der H -Selbstenergie wird fur die Berechnung der Feldrenormierung des
geladenen Higgs-Bosons benotigt, die bei dem gewahlten Renormierungsverfahren aus-
schlielich in die Counterterme zu den Endzustandsvertices eingeht. Die Zerlegung der
H -Selbstenergie nach Lorentz-kovarianten Groen ist in Gl. (3.33a) gegeben.
Damit konnen nun die Ergebnisse fur die generischen Diagramme der H -Selbstenergie













































































+ + g 2 !
 )



























































Die Elektron-Selbstenergie und ihre Ableitung werden fur die Berechnung der Feldre-
normierung des Elektrons benotigt, die bei dem gewahlten Renormierungsverfahren aus-
schlielich in die Counterterme zu den Anfangszustandsvertices eingeht. Die Zerlegung der
Elektron-Selbstenergie nach Lorentz-kovarianten Groen erfolgt gema Gl. (3.33b).
In den Ergebnissen 
fV;Sg


















































































Vertexdiagramme treten bei Korrekturen zum Anfangs- und Endzustand auf.
Die Massen an den Propagatoren mit Impuls q+pi, mit der Konvention p0 = 0, werden





20; m0; m1; m2) ;
wobei p2ij = (pi   pj)2 ist. Da bei der Rechnung im Zahler auftretende Faktoren von
q2 und qpi mit entsprechenden Propagatornennern Di = (q + pi)
2   m2i gekurzt wurden,













10; m0; m1) auf.
Fur die Kopplungen erweist sich die Denition g::: := g1 g

2 : : : mit ; ; : : : 2 f+; g
als eine praktische Abkurzung.
C.2.1 Generische Diagramme fur den Anfangszustand
Die Lorentz-Zerlegung fur den Fermion-Fermion-Eichboson Vertex, wobei die Fermionen
auf der Massenschale sind, wurde in Gl. (3.46) durchgefuhrt.
Obwohl, wie in Gl. (3.48) gezeigt wurde, nur A zum Wirkungsquerschnitt beitragt,
wurde der Vollstandigkeit halber auch B mit aufgefuhrt.
Wendet man die folgenden Ergebnisse auf den e e+f;Zg-Vertex an, so muss beach-
ten, dass p1 = p und p2 =  p ist. Hieraus folgen die Beziehungen p210 = p220 = m2e , p212 = s
und mf = me.
Der Index n von An und B

n bezeichnet den Typ des Diagramms.
Das Ergebnis des folgenden generischen Diagramms vom Typ 1 wird nur fur den Spe-




































4C00   2 + 2m2f (2C0 + 3C1 + 3C2 + C11 + 2C12 + C22)
  2s(C0 + C1 + C2 + C12)

g
+ 2m2f (C0 + C1 + C2)g
   2m21C0g (C.23)
B1 = 2

m1(C0 + C1 + C2)(g
 + g)
 mf [(C0 + C1 + 2C2 + C12 + C22)g

































g(q   p1 + 2p2)+
g( 2q   p1   p2) +









[12C00   2 + 2m2fC11 + 2m2fC22 + 2(m2f +m2f   s)C12
+ (3m2f + 2m
2
f
  2s)C1 + (2m2f + 3m2f   2s)C2]g
+ 3mfmf(C1 + C2)g






mf( C1 + 2C12 + 2C22)g +mf( C2 + 2C11 + 2C12)g


































+m2f (C1 + C11 + C12) +m
2
f
(C2 + C12 + C22)  sC12

g






mf(C1 + C11 + C12)g

































mf(C1 + C11 + C12)g
 +mf(C2 + C12 + C22)g

 m0(C0 + C1 + C2)g

(C.30)
C.2.2 Generische Diagramme fur den Endzustand
Die Lorentz-Zerlegung fur den H H+-Eichboson Vertex wurde in Gl. (3.49) durchgefuhrt.
Wendet man die folgenden Ergebnisse auf den H H+f;Zg-Vertex an, so muss be-
achten, dass p1 =  k und p2 = k ist. Hieraus folgen die Beziehungen p210 = p220 = m2H  und
p212 = s.
Der Index n von An und Bn bezeichnet den Typ des Diagramms.
Die generischen Diagramme der Typen 1, 3 und 4 haben zwar bei dem Prozess e e+ !
H H+ keine Einsetzungen, werden aber dennoch angegeben. Ferner liefern die Diagramme





















(2q + p1 + p2)g+
( q + p1   2p2)g +
( q   2p1 + p2)g
i
A1 = g1g2g33(C0 + 2C1) (C.31)















XXy ieg2(q   p1)





(2q + p1 + p2)g+
( q + p1   2p2)g +


























p212   p210 + 2p220)C0



















































A3 =  g1g2g3(2C0 + C1) (C.35)


















A4 =  g1g2g3C1 (C.37)













XXy ieg2(q + 2p1)
9 ieg3(q + 2p2)
 
 



















  B(0)0   2B(0)1 +B(1)0 + 2B(1)1 +B(2)0




















A6 = g1g2g3( C0 + C1) (C.41)

















A7 = g1g2g3C1 (C.43)
















ieg1(2q + p1 + p2)
A8 =  g1g2g3(C0 + 2C1) (C.45)































  B(0)0   2B(0)1 +B(2)0 + (m20 +m22   p220)C0
+ (2m20 + p
2
12   p210   p220)C1

+ 2m0m1(g
    + g+++)C1 + 2m0m2(g ++ + g+  )(C0 + C1)
+ 2m1m2(g















+ (2m20 + p
2
12   p210   p220)C2

+ 2m0m1(g
    + g+++)(C0 + C2) + 2m0m2(g ++ + g+  )C2
+ 2m1m2(g

























+ + g 1 !
 )
A10 =  (g  + + g++ )

 B(0)0   2B(0)1 +B(2)0 + (m20 +m22   p220)C0
+ (2m20 + p
2
12   p210   p220)C1

  2m0m1(g ++ + g+  )C1   2m0m2(g    + g+++)(C0 + C1)
  2m1m2(g +  + g+ +)C1 (C.49)













+ (2m20 + p
2
12   p210   p220)C2

  2m0m1(g ++ + g+  )(C0 + C2)  2m0m2(g    + g+++)C2
















A11 = g1g2(B0   B1) (C.51)














A12 = 0 (C.53)

















( q   p1 + p2)g+
(2q   p1 + p2)g +
( q + 2p1   2p2)g
i
 ie2g2g
A13 =  g1g23(B0 + 2B1) (C.55)













ieg1(2q   p1 + p2)
 ie2g2
A14 =  g1g2(B0 + 2B1) (C.57)
B14 = g1g2(B0 + 2B1) (C.58)
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C.3 4-Punkt-Funktionen











20; m0; m1; m2; m3) :
Da bei der Rechnung im Zahler auftretende Faktoren von q2 und qpi mit entsprechen-
den Propagatornennern Di = (q + pi)
2  m2i gekurzt wurden, treten in den Endergebnis-
sen neben den D-Funktionen auch C
(0)
0 = C0(p2   p1; p3   p1; m1; m2; m3) und C(2)0 =
C0(p1; p3; m0; m1; m3) auf
1. Treten bei der 4-Punkt-Funktion, im Folgenden auch Box-






20; m0; m1; m2) :
Man beachte, dass die in den Diagrammen angegebenen Impulse p, p, k und k = p+ p  k
nicht einfach den Impulsen p1, p2 bzw. p3 entsprechen.
Die Zerlegung des Matrixelements nach Lorentz-kovarianten Groen kann man gema
Gl. (3.51) so wahlen, dass sich gerade die Standardmatrixelemente aus Gl. (3.12) mit den
Formfaktoren F 1;2 ergeben.
In den Ergebnissen F i;Bn stellt der Index Bn die Bezeichnung des Typs des generi-
schen Diagramms dar, wohingegen der Index i angibt, dass es sich um einen Beitrag zum
Formfaktor F i handelt.
Fur die Box-Diagramme vom Typ 1 und 4 ergibt sich F 1 = 0, so dass sie nicht zur
O(em) Korrektur beitragen.
Die in Anhang C.2 eingefuhrten Abkurzungen g::: werden in diesem Abschnitt uber
die Box-Diagramme fur den Fall zweier oberer Indizes in g := g1 g

3 (der Index der zweiten



























+ + g 3 !
 )
 ie2g2g
F1;B1 = 0 (C.59)
F2;B1 =  4m0g2gC0 (C.60)































+ + g 3 !
 )
XXy ieg2(q + p  2k)
9 ieg4(q + p+ 2p  2k)
F1;B2 =  g2g4





































+ + g 3 !
 )
HHY ieg4(q + p+ 2p  2k)

ieg2(q + p  2k)
F1;B3 = g2g4































+ + g 3 !
 )
 ie2g2
F1;B4 = 0 (C.65)




















































































+ + g 4 !
 )
XXy ie(g+2 !






































































+ + g 4 !
 )
HHY ie(g+2 !











































































+ + g 3 !
 )
XXy ie(g+1 !
























f )D0 + 2m
2
fD1 + (t +m
2


































+ + g 3 !
 )
XXy ie(g+1 !

































In diesem Kapitel werden tabellarisch alle moglichen Teilcheneinsetzungen mit den zu-
gehorigen Kopplungen fur die in Anhang C angegebenen generischen Diagramme auf-
gefuhrt. In den Tabellen sind fur die Kopplungen jedoch nur die Argumente von  (: : : )
angegeben. Die analytischen Ausdrucke hierfur nden sich in Anhang B. Der Faktor S in
der letzten Spalte der Tabellen fur die Selbstenergieeinsetzungen gibt den Symmetriefaktor
an, durch den das generische Ergebnis dividiert werden muss.
Wenn in einen Diagramm eine geschlossene Schleife von Quarks oder Squarks auftritt,











2 m0 m1 S


















m m~ n m~ m 1
2 ViW
+W  VjW W+ mW mW 1
3 ViVjW
 W+   mW   1
43 h0h0ViVj   mh0   2
43 H0H0ViVj   mH0   2
43 A0A0ViVj   mA0   2
43 G0G0ViVj   mG0   2
4 H H+ViVj   mH    1
4 G G+ViVj   mG    1
Fortsetzung auf der nachsten Seite.
1Neutrinos nur fur die ZZ Selbstenergie (Vi = Vj = Z).
2Nur im MSSM.
3Nur fur die ZZ Selbstenergie (Vi = Vj = Z).










2 m0 m1 S
42;5 ~fn~fnViVj   m~fn   1
53 h0A0Vi A
0h0Vj mh0 mA0 1
53 h0G0Vi G
0h0Vj mh0 mG0 1
53 H0A0Vi A
0H0Vj mH0 mA0 1
53 H0G0Vi G
0H0Vj mH0 mG0 1
5 H H+Vi H H+Vj mH  mH  1




~fmVj m~fn m~fm 1
63 h0ZVi h
0ZVj mh0 mZ 1
63 H0ZVi H
0ZVj mH0 mZ 1
6 G ViW+ G+VjW  mG  mW  1
6 G+ViW
  G VjW+ mG+ mW+ 1
7 Viu
 u  Vju u  mu  mu  1
7 Viu
+u+ Vju
+u+ mu+ mu+ 1
5Sneutrinos nur fur die ZZ Selbstenergie (Vi = Vj = Z).
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Kopplungskonstanten und Massen





2 m0 m1 S










m m~0n m~ m 1
2 W W+ W+W  m mW 1
2 ZW W+ ZW+W  mZ mW 1
38 W W+   m   2
3 ZZW W+   mZ   2
3 W W+W W+   mW   1
4 h0h0W W+   mh0   2
4 H0H0W W+   mH0   2
4 A0A0W W+   mA0   2
4 G0G0W W+   mG0   2
4 H H+W W+   mH    1
4 G G+W W+   mG    1
47 ~fn~fnW
 W+   m~fn   1
5 h0H+W  H h0W+ mh0 mH  1
5 H0H+W  H H0W+ mH0 mH  1
5 A0H+W  H A0W+ mA0 mH  1
5 h0G+W  G h0W+ mh0 mG  1
5 H0G+W  G H0W+ mH0 mG  1
5 G0G+W  G G0W+ mG0 mG  1
57;9 ~fm~fnW
  ~fn~fmW
+ m~fn m~fm 1
6 h0W W+ h0W W+ mh0 mW 1
6 H0W W+ H0W W+ mH0 mW 1
6 G+W  G W+ mG  m 1
6 G+ZW  G ZW+ mG+ mZ 1
7 W u u W+uu  mu  mu 1
7 W u uZ W+uZu  mu  muZ 1
7 W uu+ W+u+u mu mu+ 1
7 W uZu+ W+u+uZ muZ mu+ 1




8Verschwindet in dimensionaler Regularisierung und dimensionaler Reduktion, da A0(0) = 0.
9~fn ist Superpartner eines Fermion f mit Isospin T
f
3 = +1=2 bzw. die elektrische Ladung von
~fn ist
groer als die von ~fm.
118 Teilcheneinsetzungen
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2 m0 m1 S
110 H H+   m   2
1 H H+ZZ   mZ   2
1 H H+W W+   mW   1
211 H H+ H+H  mH  m 1
2 H H+Z H+H Z mH  mZ 1
2 H h0W+ H+h0W  mh0 mW 1
2 H H0W+ H+H0W  mH0 mW 1
2 H A0W+ H+A0W  mA0 mW 1










m m~0n m~ m 1
6 h0H H+ h0H H+ mh0 mH  1
6 h0H G+ h0G H+ mh0 mG  1
6 H0H H+ H0H H+ mH0 mH  1
6 H0H G+ H0G H+ mH0 mG  1
6 A0H G+ A0G H+ mA0 mG  1
613;14 H ~fm~fn H
+~fn~fm m~fn m~fm 1
7 h0h0H H+   mh0   2
7 H0H0H H+   mH0   2
7 A0A0H H+   mA0   2
7 G0G0H H+   mG0   2
7 H H H+H+   mH    1
7 H G H+G+   mG    1
713 H H+~fn~fn   m~fn   1
10Verschwindet in dimensionaler Regularisierung und dimensionaler Reduktion, da A0(0) = 0.
11QED Korrektur.




14~fn ist Superpartner eines Fermion f mit Isospin T
f
3 = +1=2 bzw. die elektrische Ladung von
~fn ist








2 m0 m1 S
115 ee ee me m 1
1 Zee Zee me mZ 1
1 W+ee W


















Bei den Vertex- und Box-Diagrammen ist der Symmetriefaktor stets 1.
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3 m0 m1 m2
117 ee Viee ee m me me
1 Zee Viee Zee mZ me me
118 W ee Viee W+ee mW me me








































e ~eVi m~ n m~e m~e
17QED Korrektur.
18Nur fur den Elektron-Z-Vertex (Vi = Z).
19Nur im MSSM.
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In der folgenden Tabelle tritt bei den Kopplungen
"
 ~fm~frVi\ auf. Dies bedeutet, dass
fur g1 der Wert   (~fm~frVi) verwendet werden muss.
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3 m0 m1 m2
2 ViW
+W  h0H W+ H+h0W  mh0 mW mW
2 ViW
+W  H0H W+ H+H0W  mH0 mW mW
2 ViW
+W  A0H W+ H+A0W  mA0 mW mW
520 H H+Vi H H+ H H+ m mH  mH 
5 H H+Vi H H+Z H H+Z mZ mH  mH 
521 h0A0Vi H
 h0W+ A0H+W  mW mh0 mA0
521 H0A0Vi H
 H0W+ A0H+W  mW mH0 mA0
521 A0h0Vi H
 A0W+ h0H+W  mW mA0 mh0
521 A0H0Vi H
 A0W+ H0H+W  mW mA0 mH0
6 G+ViW
  h0H W+ h0G H+ mh0 mW mG 
6 G+ViW
  H0H W+ H0G H+ mH0 mW mG 
6 G+ViW
  A0H W+ A0G H+ mA0 mW mG 
621 h0ViZ H
+H Z h0H H+ mH  mZ mh0
621 H0ViZ H
+H Z H0H H+ mH  mZ mH0
7 G ViW+ h0H G+ H+h0W  mh0 mG  mW
7 G ViW+ H0H G+ H+H0W  mH0 mG  mW
7 G ViW+ A0H G+ H+A0W  mA0 mG  mW
721 h0ViZ h
0H H+ H+H Z mH  mh0 mZ
721 H0ViZ H
0H H+ H+H Z mH  mH0 mZ
8 H H+Vi h0H H+ h0H H+ mh0 mH  mH 
8 G G+Vi h0H G+ h0G H+ mh0 mG  mG 
8 H H+Vi H0H H+ H0H H+ mH0 mH  mH 
8 G G+Vi H0H G+ H0G H+ mH0 mG  mG 
8 G G+Vi A0H G+ A0G H+ mA0 mG  mG 
821 h0A0Vi h
0H G+ A0G H+ mG  mh0 mA0
821 H0A0Vi H
0H G+ A0G H+ mG  mH0 mA0
821 A0h0Vi A
0H G+ h0G H+ mG  mA0 mh0
821 A0H0Vi A
0H G+ H0G H+ mG  mA0 mH0
822;23 ~fr~fmVi H
 ~fm~fn H
+~fn~fr m~fn m~fm m~fr
822;24  ~fm~frVi H ~fn~fm H+~fr~fn m~fn m~fm m~fr
Fortsetzung auf der nachsten Seite.
20QED Korrektur.
21Nur fur den ZH H+Vertex (Vi = Z).
22Nur im MSSM.
23~fn ist Superpartner eines Fermion f mit Isospin T
f
3 = +1=2 bzw. die elektrische Ladung von
~fn ist
groer als die von ~fm.
24~fn ist Superpartner eines Fermion f mit Isospin T
f
3 =  1=2 bzw. die elektrische Ladung von ~fn ist
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3 m0 m1 m2
925 Vifmfm H















r m~0n m~ m m~ r
1027 Vifmfm H















n m~ n m~0m m~0r
11 h0H+ViW
  h0H W+   mh0 mW  
11 H0H+ViW
  H0H W+   mH0 mW  
11 A0H+ViW
  A0H W+   mA0 mW  
1120 H H+Vi H+H    mH  m  
11 H H+ViZ H+H Z   mH  mZ  
12 h0H ViW+ h0H+W    mh0 mW  
12 H0H ViW+ H0H+W    mH0 mW  
12 A0H ViW+ A0H+W    mA0 mW  
1220 H H+Vi H H+   mH  m  
12 H H+ViZ H H+Z   mH  mZ  
kleiner als die von ~fm.
25fn ist ein Fermion mit Isospin T
f
3 = +1=2.
26m = r fur Vi = .
27fn ist ein Fermion mit Isospin T
f












4 m0 m1 m2 m3
128 ee H H+ ee   me m m  
128 ee H H+Z Zee   me m mZ  
128 Zee H H+Z ee   me mZ m  
1 Zee H H+ZZ Zee   me mZ mZ  
1 W ee H H+W W+ W+ee   me mW mW  
228 ee H H+ ee H H+ me m mH  m
228 ee H H+ Zee H H+Z me m mH  mZ
228 Zee H H+Z ee H H+ me mZ mH  m
2 Zee H H+Z Zee H H+Z me mZ mH  mZ
2 W ee H h0W+ W+ee h0H+W  me mW mh0 mW
2 W ee H H0W+ W+ee H0H+W  me mW mH0 mW
2 W ee H A0W+ W+ee A0H+W  me mW mA0 mW
328 ee H+H  ee H+H  me m mH  m
328 ee H+H Z Zee H+H  me m mH  mZ
328 Zee H+H  ee H+H Z me mZ mH  m
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